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Abstract
This review article is devoted to recent advances in the theoretical description of
nucleons as solitons of meson theories. Mesons are the elementary fields of a highly nonlinear
effective lagrangian of QCD and baryons emerge as their topological soliton excitations. In
chapter I we construct an effective lagrangian with the low mass mesons (π, ρ, A1 and the
scalar meson ǫ) generalising the Skyrme model. The vector meson fields are introduced as
massive gauge fields in the linear sigma model. The parameters of the model are determined
by fitting to low energy meson observables. We then look for topological soliton solutions
of the model and investigate the nucleon-nucleon interaction in the product approximation.
The results show that the scalar degrees of freedom give rise to attractive intermediate range
NN forces. This is in sharp contrast to models incorporating vector degrees of freedom where
only repulsive forces are found.
In chapter II we evaluate the leading correction to the classical Skyrmion mass, that
is, the Casimir energy. The main ultraviolet divergence is cancelled by well known chiral
counterterms. We show that the result is controlled by the low energy behaviour of the
phase shifts which are large and positive due to the presence of two normalisable zero
modes. As a consequence, the correction is found to be negative and rather large, of the
order of 1 GeV for the original Skyrme model. We then show that the situation improves
if one introduces higher chiral orders in the effective lagrangian.
The problem of the stability of topological solitons when vector fields enter the chiral
lagrangian is the subject of chapter III. Isospin one vector mesons are usually described as
massive Yang-Mills particles in the chiral lagrangian. We investigate here some aspects of
an alternative approach. It is found that within the theory we propose for the πρ system,
the soliton is stable in very much the same way as with the ω-meson and that peculiar
classical doublet solutions are ruled out. The formulation in terms of antisymmetric tensors
is shown to be canonically related to a special case of our vector field description.
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Introduction
La Physique des Constituants E´le´mentaires de la Matie`re est le domaine dans lequel
la The´orie Quantique des Champs trouve ses applications naturelles. Les progre`s effectue´s
dans la description du spectre des particules observe´es dans la Nature, doivent beaucoup au
principe de l’ existence d’ un Lagrangien fondamental. Ces Lagrangiens sont habituelle-
ment formule´s en termes de multiplets de fermions e´le´mentaires interagissant par l’ in-
terme´diaire des bosons de jauge associe´s a` des invariances de´coulant de syme´tries internes.
D’ autre part il est bien connu que les interactions fondamentales obe´issent a` une hie´rarchie
complique´e, baˆtie sur l’ intensite´ du couplage entre les champs de particules. Pour les
interactions e´lectromagne´tiques et faibles il est naturel de de´crire les interactions dans le
cadre de la the´orie des perturbations. Celle-ci ne constitue une bonne approximation a` la
solution exacte que si la constante de couplage est faible, ce qui est le cas des interactions
e´lectrofaibles.
Cependant la the´orie des perturbations n’ est pas d’ une grande utilite´ pour les inter-
actions fortes, responsables de la cohe´sion de la matie`re. Dans la the´orie des interactions
fortes, le Lagrangien “fondamental” sur lequel beaucoup d’ espoirs sont fonde´s, est celui de
la chromodynamique quantique (QCD). Les champs fondamentaux de cette the´orie sont des
multiplets “colore´s” de fermions (quarks) dont les interactions sont assure´es par des champs
de Yang-Mills de masse nulle (gluons). Une proprie´te´ essentielle que la QCD assigne aux
interactions fortes, la liberte´ asymptotique, fait que les phe´nome`nes aux courtes distances
peuvent eˆtre de´crits par la the´orie des perturbations. Pour la description des proprie´te´s a`
basse e´nergie des hadrons (dont la taille est de l’ ordre du fermi), tout sche´ma perturbatif
est comple`tement illusoire, car pour ces distances, la constante de couplage des interactions
fortes est tre`s grande. Le fait que les quarks sont confine´s [1] a` l’ inte´rieur des hadrons n’ est
qu’ une illustration du caracte`re non-perturbatif des interactions fortes. Comme il n’ existe
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pas a` l’ heure actuelle de me´thode non-perturbative fiable et suffisamment simple, applica-
ble au cas de la QCD, force est de construire, pour la description des spectres des hadrons,
des mode`les ou` les quarks sont confine´s par un me´canisme plus ou moins “ad-hoc” comme
les mode`les de quarks non-relativistes, de cordes, de sacs, die´lectriques etc... Ces mode`les
sont assez arbitraires car chacun d’ eux simule le confinement, alors que le me´canisme de
ce dernier reste inconnu.
Dans cet article nous adoptons une autre approche pour la description du monde
hadronique. Puisque les quarks et les gluons sont confine´s a` l’ inte´rieur des hadrons il est,
peut eˆtre, plus approprie´ d’ e´liminer ces degre´s de liberte´ et d’ incorporer leurs effets dans
une the´orie effective des particules observe´es (les me´sons et les baryons). Ce point de vue
est e´taye´ par une conjecture de Witten [2], selon laquelle a` basse e´nergie et a` la limite ou` le
nombre de couleurs Nc devient grand, QCD est e´quivalente a` une the´orie effective de me´sons
interagissant faiblement. Les baryons e´mergent de cette the´orie comme des solitons. Cette
ide´e est attrayante car elle offre la possibilite´ de de´crire les me´sons et les baryons dans le
cadre d’ une seule the´orie. En fait, un exemple d’ une telle the´orie avait e´te´ propose´ par
Skyrme [3] il y a trente ans, bien avant l’ ave`nement de la QCD. Skyrme a construit une
the´orie ou` le champ fondamental est le pion et ou` les baryons sont les solutions de type
soliton topologique. Curieusement ses travaux n’ ont pas e´te´ remarque´s en leur temps et ils
n’ ont e´te´ remis en vogue que re´cemment.
L’ ide´al serait de de´river a` partir de la QCD une the´orie effective de me´sons. L’ impossibilite´
d’ effectuer une telle de´rivation a` l’ heure actuelle laisse une certaine liberte´ pour le choix
de la forme spe´cifique du Lagrangien effectif de la QCD. Certes, ce dernier doit traduire
les proprie´te´s essentielles de la QCD, comme la brisure spontane´e de la syme´trie chirale
etc..., mais ceci est encore tre`s ge´ne´ral. Une possibilite´ est de se laisser guider par la
phe´nome´nologie bien connue des me´sons afin de re´duire le degre´ d’ arbitraire dans le choix
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du Lagrangien effectif, en respectant toujours les syme´tries essentielles des interactions
fortes.
L’ objet de l’ e´tude pre´sente´e dans cet article est d’ examiner a` quel point une the´orie
effective de me´sons a des chances re´elles de fournir en meˆme temps une description quan-
titative et physiquement cohe´rente des observables baryoniques via le concept des solitons
topologiques.
Ce concept est base´ sur l’ existence d’ un type de solutions pour des e´quations classiques
non-line´aires, localise´es dans l’ espace. La diffe´rence entre ces solutions et les paquets d’
onde usuels de la me´canique quantique est que les solitons, contrairement aux paquets d’
onde, gardent leur e´nergie dans une re´gion finie de l’ espace. Cette re´gion ne s’ e´tale pas
au cours du temps et elle e´volue comme un objet en entier, le soliton. Ces solutions ont
e´te´ trouve´es de`s le sie`cle dernier [4]-[5]†. Quelques unes d’ entre elles posse`dent la proprie´te´
remarquable d’ eˆtre obtenues par une superposition alge´brique de solutions line´aires [7]. Un
exemple d’ e´quation de ce type qui a e´te´ utilise´e pour la description de particules e´tendues
en 1 + 1 dimensions, est l’ e´quation de Sine-Gordon [8]. Ses solutions ont des proprie´te´s
topologiques non-triviales qui re´sultent des conditions aux limites dans l’ espace. Il apparaˆıt
alors une charge conserve´e que l’ on peut identifier au nombre baryonique. La conservation
de cette charge repose sur la topologie de la solution et caracte´rise le soliton [9].
Alors que les particules des the´ories quantiques usuelles sont les quanta e´le´mentaires du
champ, les solitons pre´servent leur caracte`re de particules meˆme a` la limite classique h¯→ 0.
La quantification naturelle de ces solutions peut s’ appuyer sur des me´thodes semiclassiques
[10]-[11]. De plus il a e´te´ montre´ que dans certains cas la fonction d’ onde du soliton d’
une the´orie de champs de bosons, peut avoir un comportement fermionique [12]. Cet aspect
remarquable, montre qu’ il n’ est pas de´raisonnable d’ espe´rer de´crire un spectre fermionique
(les baryons) a` partir d’ un Lagrangien fondamental de bosons (les me´sons).
† Le nom soliton a e´te´ pour la premie`re fois employe´ par les auteurs de [6]
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La suite sera organise´e de la fac¸on suivante: dans le chapitre I, nous proposons un
mode`le ge´ne´ralisant le mode`le original de Skyrme. Ce mode`le comprend outre le pion, les
me´sons les plus le´gers. Il est base´ sur le mode`le σ line´aire dans lequel les me´sons vecteurs
sont introduits comme des champs de jauge non-abe´liens. La syme´trie de jauge est brise´e
ensuite par des termes phe´nome´nologiques de masse. Le Lagrangien sera construit de fac¸on
a` respecter les syme´tries importantes des interactions fortes. Il de´pend, comme on le verra,
de plusieurs parame`tres qui, conforme´ment a` l’ esprit de notre approche, vont eˆtre fixe´s
par la physique des me´sons. Nous nous inte´ressons ensuite aux solutions de type soliton de
la the´orie, qui vont eˆtre identifie´es aux baryons. Pour savoir dans quelle mesure cela est
raisonnable, il faut tester le mode`le sur des observables bien connues expe´rimentalement
de la physique des baryons. Nous nous sommes essentiellement concentre´ sur l’ interaction
nucle´on-nucle´on que nous de´rivons de l’ interaction soliton-soliton. A l’ issue de cette
e´tude nous saurons plus pre´cise´ment si notre ge´ne´ralisation du mode`le de Skyrme peut eˆtre
conside´re´e comme un bon candidat pour la the´orie unifie´e des me´sons et des baryons aux
basses e´nergies.
Comme nous l’ avons mentionne´ plus haut les solitons sont des objets semi-classiques.
Il s’ ave`re important alors d’ estimer les fluctuations quantiques a` leur masses. D’ une
manie`re ge´ne´rale nous pensons que les chances de re´ussite d’ une the´orie effective peuvent
eˆtre mesure´es dans le cadre de l’ approximation semi-classique. Les premie`res corrections
quantiques aux observables (par exemple la masse) du soliton sont particulie`rement impor-
tantes a` cet e´gard. Le chapitre II est consacre´ a` l’ e´tude de l’ e´nergie duˆe aux fluctuations
du vide autour des solutions classiques. Le mode`le de Skyrme y est analyse´ dans cet optique
afin de de´terminer s’ il est cohe´rent avec le de´veloppement semi-classique. Si ce n’ est pas
le cas, nous verrons dans quelle direction il faudrait chercher a` le ge´ne´raliser.
Nous avons e´te´ aussi inte´resse´s par le me´canisme de stabilisation du soliton par un
me´son ρ. Ce proble`me n’ a e´te´ que partiellement traite´ par le passe´, donnant naissance
6
ainsi a` des ambiguite´s sur le roˆle joue´ par ce me´son dans la stabilite´ du soliton. Dans le
chapitre III nous allons e´lucider ce proble`me en mettant l’ accent sur l’ importance des lois
de transformation chirales du me´son ρ. Nous proposons un nouveau lagrangien minimal
pour le syste`me πρ et nous e´tudions la stabilite´ du soliton correspondant.
Tirant lec¸on de nos travaux nous allons esquisser une conclusion concernant la tenta-
tive d’ interpre´ter les baryons comme les solitons topologiques d’ une the´orie de me´sons et
proposer des directions de recherche pour ame´liorer notre connaissance actuelle du proble`me.
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Chapitre I
Un mode`le des interactions fortes
a` basses e´nergies
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Comme nous l’ avons mentionne´ dans l’ introduction, Skyrme a propose´, il y a trente
ans, un mode`le unifiant les me´sons et les baryons. Dans ce mode`le le Lagrangien de de´part
ne contient que des me´sons et les baryons apparaˆıssent comme des solitons topologiques.
Plus re´cemment la recherche d’ un sche´ma d’ approximation de la QCD non-perturbative
a fourni des arguments confirmant l’ ide´e de Skyrme.
D’ abord t’ Hooft [13] a montre´ qu’ il existe un parame`tre de de´veloppement non-trivial dans
les the´ories de jauge non-abe´liennes: le nombre de couleurs. Quand ce parame`tre devient
grand QCD se re´duit a` une the´orie effective de me´sons faiblement couple´s entre eux. Dans
les the´ories a` couplage faible il existe parfois des solutions de type monopole ayant une
masse inversement proportionnelle a` la constante de couplage. Witten [14] a applique´ cette
ide´e au cas de la QCD pour e´mettre la conjecture que les baryons peuvent eˆtre conside´re´s
comme des solitons a` la limite ou` Nc devient infini.
Dans ce chapitre nous allons suivre la conjecture de Witten et essayer de construire
un Lagrangien effectif base´ sur notre connaissance phe´nome´nologique de la physique des
me´sons. Notre motivation principale est la construction d’ un mode`le the´orique simple et
cohe´rent pour la description unifie´e de la physique des hadrons aux basses e´nergies. Dans
la section 1 nous pre´sentons le mode`le de Skyrme et re´sumons son pouvoir pre´dictif dans le
secteur des baryons tel qu’ il apparaˆıt dans la litte´rature. La section 2 mettra en evidence
la ne´ce´ssite´ de ge´ne´raliser ce mode`le primitif pour rendre compte de la phe´nome´nologie
des hadrons. Nous allons proposer ensuite (section 3) un mode`le base´ sur la physique des
me´sons les plus le´gers: π− ρ−ω−A1− ǫ. Les parame`tres du mode`le vont eˆtre fixe´s sur les
observables du secteur des me´sons dans la section 4. Les solutions classiques de type soliton
repre´sentant les baryons sont recherche´es dans la section 5. L’ interaction baryon-baryon
est calcule´e dans la section 6. Le chapitre se terminera par la section 7 dans laquelle nous
allons pre´senter les re´sultats et nos conclusions sur le mode`le propose´ ici.
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1. Les solitons du mode`le de Skyrme
Le Lagrangien effectif le plus simple formule´ en termes de pions et re´alisant la brisure
spontane´e de la syme´trie chirale est celui du mode`le σ non-line´aire:
LσNL = f
2
π
4
Tr(∂µU∂
µU †) (1.1)
fπ est la constante de de´sinte´gration du pion expe´rimentalement bien de´termine´e (fπ =
0.093 GeV). La matrice U = exp(i
~τ .~π
fπ
) contient le champ du pion ~π et est un e´le´ment du
groupe SU(2). La conse´quence imme´diate de l’ unitarite´ de la matrice U est la pre´sence d’
un courant conserve´,
Bµ =
ǫµναβ
24π2
Tr(∂νUU
†∂αUU
†∂βUU
†) (1.2)
Il est clair sur cette formule meˆme que Bµ satisfait a` une loi de conservation ∂µB
µ = 0 qui ne
re´sulte pas d’ une syme´trie du Lagrangien. Ce courant est identifie´ au courant baryonique.
Il a e´te´ montre´ dans la re´f. [14] que si le terme de Wess-Zumino est ajoute´ au Lagrangien
(1.1) les solitons de ce mode`le ont les nombres quantiques des baryons.
En fait pour le cas des deux saveurs, qui est celui que l’ on conside´rera, le terme d’ anomalie
est nul si l’ on conside`re une the´orie de pions uniquement. Mais il a e´te´ montre´ dans la
re´f. [15] que le courant baryonique (1.2) meˆme dans le cas de SU(2) peut eˆtre retrouve´ en
conside´rant la contribution des boucles de fermions au courant U(1).
Cependant le mode`le (1.1) ne posse`de pas de solutions statiques d’ e´nergie finie car il est
instable par rapport aux dilatations [16]. Des solutions classiques stables existent unique-
ment en la pre´sence de termes d’ ordre supe´rieur. Le premier candidat sugge´re´ pour la
description des baryons comme des solitons d’ une the´orie ou` les me´sons sont les champs
e´le´mentaires est le mode`le de Skyrme, dont le Lagrangien est de la forme:
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LSK =LσNL + 1
32e2
Tr([∂µUU
†, ∂νUU
†][∂µUU †, ∂νUU †]) (1.3)
e e´tant un parame`tre sans dimension. En de´veloppant le champ U en puissances du champ
du pion
U =exp (i~τ .~π(x))
=1 + i~τ~π(x)− ~π
2
2
+ ...
(1.4)
on obtient le secteur a` charge topologique nulle. Les diffe´rents termes obtenus en remplac¸ant
l’ expression (1.4) dans (1.3) de´crivent les interactions dans le secteur des pions. Le secteur
des baryons correspond a` des configurations non-triviales dans lesquelles le champ U pointe
radialement dans l’ espace de configuration et dans l’ espace d’ isospin:
U =exp (i~τ .rˆF (r))
= cosF (r) + i(~τ .rˆ) sinF (r)
(1.5)
rˆ e´tant le vecteur unitaire radial dans l’ espace des coordonne´es. Cette configuration est
commune´ment appele´e he´risson (hedgehog) pour des raisons e´videntes. Les solutions clas-
siques de charge baryonique n , n e´tant un nombre entier, doivent verifier les conditions
aux limites F (0) = nπ et F (∞) = 0. On peut en fait montrer que la charge topologique du
soliton est:
Q =
∫
d3xB0[F (r)] =
1
π
(F (0)− F (∞)) = n. (1.6)
La fonction “chirale” F (r) est trouve´e en extre´misant l’ e´nergie statique du soliton pour une
valeur donne´e de n. Cette extre´misation consiste a` re´soudre les e´quations du mouvement
classiques. L’ objet qui en re´sulte ne peut cependant pas encore eˆtre identifie´ aux baryons de
la Nature (nucle´ons, deltas etc..), car la configuration unitaire U (eq. (1.5)) est de´ge´ne´re´e en
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spin et en isospin. Un proce´de´ de quantification de ces degre´s de liberte´ consiste a` effectuer
une rotation de la solution U dans l’ espace de spin et d’ isospin et ensuite la projeter sur
les e´tats propres de spin et d’ isospin. Ce proce´de´ a e´te´ utilise´e par les auteurs de [17], qui
ont ainsi calcule´ les proprie´te´s statiques du secteur B=1 (nucle´on, delta). Leurs re´sultats
montrent que les baryons du mode`le de Skyrme sont assez proches de ceux observe´s dans
la nature, l’ accord e´tant de ≈30%.
Cependant, dans leur approche la constante de de´sinte´gration du pion fπ a e´te´ prise
e´gale a` ≈ 0.06 GeV , largement infe´rieure a` la valeur experimentale. Si on veut pre´server
la description de la physique des me´sons au niveau du Lagrangien effectif on ne peut pas
se donner la liberte´ de modifier la valeur experimentale de fπ. On comprend pourquoi la
conclusion principale de plusieurs auteurs† sur le secteur B = 1 du mode`le de Skyrme est
finalement la suivante:
La masse du baryon s’ ave`re eˆtre trop large dans le mode`le de Skyrme si les parame`tres
du Lagrangien sont fixe´s sur la physique des me´sons.
Une autre observable de la physique des hadrons a` basses e´nergies tre`s bien de´termine´e
expe´rimentalement et fournissant un test se´ve`re pour les mode`les the´oriques est l’ interaction
nucle´on-nucle´on. Il est donc naturel de se demander, si le mode`le de Skyrme reproduit les
caracte´ristiques bien connues de cette interaction . Pour ceci, il faut construire le secteur
B = 2 du Lagrangien (1.3), et le projeter sur les canaux de spin et d’ isospin de l’ ope´rateur
potentiel NN . Une me´thode simple et syste´matique a e´te´ invente´e dans [18]. Ces auteurs
ont trouve´ (leurs re´sultats sont en accord avec ceux de la re´f. [19] qui utilisent une me´thode
se´rieusement plus complique´e car elle fait appel a` des degre´s de liberte´ de quarks) que les
canaux spin-spin et tenseur de l’ interaction entre deux baryons du Lagrangien (1.4) sont
bien reproduits, surtout a` longue distance. Par contre, les forces dans le canal central de
† qui ulte´rieurement ont remis fπ a` sa valeur experimentale.
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l’ interaction nucle´on-nucle´on sont re´pulsives pour toute se´paration R entre les nucle´ons,
comme il est montre´ sur la figure (1.1).
Quand on sait que la liaison des noyaux est justement duˆe a` une (faible) attraction
dans ce canal de l’ interaction, on peut faire la remarque suivante sur le secteur B = 2 du
mode`le de Skyrme
Les baryons du mode`le de Skyrme ne peuvent pas former des noyaux, car a` moyenne
porte´e leurs interactions sont re´pulsives.
Notons au passage que re´cemment, un calcul nume´rique [20] a montre´ qu’ une attrac-
tion e´merge quand on re´soud exactement le syste`me B = 2. Cette attraction est cependant
d’ une porte´e plus grande que celle qui est ne´cessaire a` la cohe´sion des noyaux.
Ces re´sultats sur la masse du nucle´on et l’ interaction NN peuvent conduire a` penser
que les mode`les ou` les nucle´ons sont des solitons topologiques ne sont pas vraiment re´alistes.
Toutefois, avant de remettre en cause l’ approche toute entie`re, on peut se demander si le
Lagrangien (1.3) de´crit de fac¸on re´aliste la physique des me´sons. Il est a` cet e´gard essentiel
de pre´ciser que le terme de Skyrme n’ est qu’ un terme parmi l’ infinite´ de termes qui
consituent le de´veloppement en puissances de de´rive´es du champ du pion. A priori il n’ y
pas de raison de se´lectionner ce terme particulier d’ ordre quatre, et non pas l’ autre terme
d’ ordre quatre (syme´trique en de´rive´es du champ du pion), ou meˆme des termes d’ ordre
six, etc... .
D’ un autre coˆte´, il existe une ple´iade de re´sultats expe´rimentaux montrant l’ existence de
re´sonances dans les ondes S, P etc. de l’ amplitude de diffusion ππ. Par exemple, on sait
que l’ onde S de la diffusion ππ est domine´e par une re´sonance autour de 1 GeV (le me´son
ǫ). Les experiences de diffusion ππ ont reve´le´ aussi l’ existence de re´sonances dans les ondes
de spin-1, bien en dessous de 1 GeV: les me´sons ρ et ω (de masses 0.77 GeV et 0.78 GeV
respectivement). Ces me´sons constituent des poˆles de l’ amplitude de diffusion et ils ne
peuvent pas eˆtre contenus dans des Lagrangiens locaux comme ceux du type (1.3) de´finis
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en termes du champ du pion uniquement. Comme a` l’ heure actuelle, il n’ existe pas d’
approche syste´matique capable d’ engendrer dynamiquement des re´sonances en the´orie des
perturbations, un bon point de de´part pour rendre compte du roˆle de ces re´sonances dans
la physique des hadrons a` basse e´nergie est de les introduire directement dans le Lagrangien
effectif.
L’ avantage des Lagrangiens effectifs en termes de me´sons (pion, me´son scalaire,
me´sons vecteurs etc...) est de fournir une description unifie´e des me´sons et des baryons
comme il a e´te´ sugge´re´ dans [21].
2. Ge´ne´ralisations du mode`le de Skyrme
Ces observations sur la ne´ce´ssite´ de ge´ne´raliser le mode`le de Skyrme ont conduit de
nombreux auteurs a` construire des Lagrangiens a` partir des me´sons au-dela` du pion, et
examiner leurs effets sur les proprie´te´s statiques des baryons. On a vite re´alise´ que le terme
de Skyrme, aussi bien qu’ un des termes d’ ordre six dans le de´veloppement chiral, peuvent
eˆtre interpre´te´s comme les limites locales d’ un Lagrangien contenant les me´sons ρ [22] et ω
[23] explicitement. Par exemple le terme d’ ordre six qui n’ est rien d’ autre que le courant
baryonique au carre´:
L6 = −bBµBµ , (2.1)
est la limite du Lagrangien de la re´f. [23] quand le me´son ω devient tre`s massif (le parame`tre
b peut eˆtre relie´ au couplage ωπππ comme on verra par la suite). Une e´tude des effets des
me´sons vecteurs (ω, ρ, A1) dans le secteur baryonique a e´te´ e´fectue´e dans [24-25]. Il y a e´te´
trouve´ que les proprie´te´s statiques des baryons sont sensiblement ame´liore´es par rapport au
mode`le de Skyrme original (a` part la masse du baryon qui reste trop large).
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Pour ce qui est des degre´s de liberte´ scalaires, ils ont d’ abord e´te´s introduits dans
le Lagrangien effectif a` travers un terme d’ ordre quatre dans le de´veloppement chiral,
syme´trique dans les de´rive´es du champ U :
LS = γ
[
Tr(∂µU∂
µU †)
]2
(2.2)
La constante γ est directement lie´e aux longueurs de diffusion a0 et a2 de l’ interaction
ππ. En ce qui concerne les baryons, il n’ est pas difficile de voir sur cette relation que la
contribution a` la masse du soliton provenant de LS est ne´gative. Alors que cette observation
montre d’ abord que le seul me´son ayant la proprie´te´ de faire baisser la masse du soliton
au niveau meˆme de l’ approximation locale est bien le me´son scalaire, le signe ne´gatif de
cette contribution peut entraˆıner une de´stabilisation du soliton. Dans la re´f. [26] la valeur
critique de la constante γ (au-dela` de laquelle les solutions sont instables) est de´termine´e
aussi bien que les proprie´te´s statiques des baryons dans un re´gime de γ inoffensif pour la
stabilite´. Il y a e´te´ trouve´ que les pre´dictions pour la masse du baryon sont ame´liore´es par
la seule inclusion de ce terme. Par ailleurs, une extension “non-locale” de ce Lagrangien,
de fac¸on a` inclure les effets du me´son scalaire quand ce dernier est de masse finie a e´te´
e´tudie´e dans [27]† dans le cadre de l’ interaction nucle´on-nucle´on. Des forces attractives
apparaˆıssent dans le canal central de cette interaction, mais elles sont de longue porte´e. A
moyenne porte´e la re´pulsion, bien que diminue´e par rapport a` celle du mode`le de Skyrme,
persiste. En fait l’ inclusion du champ scalaire dans cette approximation n’ a que peu d’
effets sur le champ du ω qui est le principal responsable de la re´pulsion. Dans la section 3,
on e´tudiera une fac¸on d’ inclure le champ scalaire qui aura aussi des effets non-triviaux sur
le champ du ω.
Il faut aussi pre´ciser ici que la pre´sence du me´son scalaire n’ est pas seulement dicte´e par
la phe´nome´nologie me´sonique. Elle peut aussi traduire, au niveau du Lagrangien effectif, l’
† ou` le me´son ω est aussi pre´sent
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anomalie d’ e´chelle de la QCD [28]. Dans ce contexte, l’ interaction nucle´on-nucle´on acquiert
des contributions attractives dans son canal central, mais la` encore cette attraction est de
longue porte´e [29].
Nous allons maintenant construire un Lagrangien effectif contenant les me´sons les
plus le´gers (π, ρ, A1, ω et le me´son scalaire ǫ), d’ une fac¸on qui respecte la syme´trie chirale,
les anomalies du secteur me´sonique et de fac¸on ge´ne´rale les proprie´te´s de basse e´nergie de
ces me´sons.
3. Un mode`le unifiant les me´sons et les baryons
Nous allons pre´senter dans cette section un mode`le [30] qui constitue une extension
du Lagrangien effectif propose´ par les auteurs de la re´f. [24], de fac¸on a` inclure des degre´s
de libe´rte´ scalaires. En gardant les motivations des auteurs de cet article, on examinera les
effets de l’ inclusion de la re´sonance scalaire du canal S de la diffusion ππ, sur le secteur
des me´sons et surtout sur la physique des baryons.
Le Lagrangien sera divise´ en deux parties, celle qui correspond au secteur SU(2) ⊗ SU(2)
de´crivant la physique des interactions des me´sons π, ǫ, ρ, A1 a` laquelle on ajoutera la partie
de´crivant les inte´ractions du pion dans le secteur U(1) avec le me´son ω. Dans cette deuxie`me
partie nous allons inclure les couplages anormaux du pion aux me´sons vecteurs par l’ in-
terme´diaire du terme d’ anomalie de Wess-Zumino. Ecrivons d’ abord ce Lagrangien, on
verra ensuite comment y arriver:
L = LπξρA1 + Lπω (3.1)
avec LπξρA1 donne´ par:
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LπξρA1 =
1
2
∂µξ∂
µξ +
ξ2
4
Tr(DµUD
µU †)− λ(ξ2 − Γ2)2 − 1
8
Tr(X2µν + Y
2
µν)
+
m2ρ
4
Tr(X2µ + Y
2
µ ) +
∆m2
8
Tr(X2µ + Y
2
µ − 2U †XµUY µ)
(3.2)
et Lπω par l’ expression:
Lπω = −1
4
ω2µν +
m2ω
2
ω2µ + βωωµB
µ
− iβωg
8π2
ǫµναβ∂µωνTr(XαLβ − YαRβ + ig(UYαU †Xβ − YαXβ))
(3.3)
Dans les expressions (3.2) et (3.3) les champs ξ and ωµ repre´sentent le champ scalaire et
celui du ω respectivement. Nous avons utilise´ les de´finitions suivantes:
U = e
i
fpi
~τ.~π
DµU = ∂µU + ig(XµU − UYµ)
Xµν = ∂µXν − ∂νXµ + ig[Xµ, Xν]
Yµν = ∂µYν − ∂νYµ + ig[Yµ, Yν ]
Bµ =
ǫµναβ
24π2
Tr(LνLαLβ)
Lµ = ∂µUU
†
Rµ = ∂µU
†U
(3.4)
ou` ~π est le champ du pion, et les champs Xµ = ~τ . ~Xµ et Yµ = ~τ.~Yµ sont des champs d’
isospin unite´ de chiralite´ gauche et droite respectivement. On verra dans la section suivante
comment ces champs gauche et droit sont relie´s au champs des me´sons ρ et A1. Regardons
maintenant de plus pre`s ce Lagrangien.
a) Le Lagrangien LπξρA1
La premie`re partie du Lagrangien de l’ e´quation (3.2) est base´e sur le mode`le σ line´aire.
Ce mode`le de´crit les interactions entre le “pion” ~φ et son partenaire chiral, le champ σ. Il
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est commode de parame´triser ces deux champs de fac¸on compacte par un champ matriciel
V = σ(x) + i~τ .~π(x). Alors la densite´ Lagrangienne du mode`le σ line´aire s’ e´crit:
L = 1
4
Tr(∂µV∂µV†)− λ
(
1
2
Tr(VV†)− Γ2
)2
(3.5)
Il est clair sur cette expression que la forme biline´aire Tr( 1
2
VV†) doˆıt atteindre la valeur
Γ2 pour minimiser l’ e´nergie potentielle. La constante Γ est relie´e a` la constante de
de´sinte´gration du pion fπ.
Re´ecrivons maintenant le champ du quaternion V de fac¸on a en extraire son contenu
isoscalaire ξ:
V = ξ(x)U(x) = ξ(x) exp
(
i
fπ
~τ.~π(x)
)
(3.6)
ou` ξ(x) est de´fini par ξ2(x) = σ2(x) + ~π2(x), cette de´finition manifestant son caracte`re
scalaire par une rotation chirale. L’ e´quation (3.5) est mise maintenant sous la forme:
L = 1
2
∂µξ∂
µξ +
ξ2
4
Tr(∂µU∂
µU †)− λ(ξ2 − Γ2)2 (3.7)
Le mode`le σ non-line´aire peut eˆtre retrouve´ lorsque le parame`tre λ tend vers l’ infini. En
effet, quand λ → ∞, ξ doit tendre vers la valeur Γ pour que l’ e´nergie potentielle dans l’
e´quation (3.7) soit non-infinie.
Il faut remarquer que cette e´criture du mode`le σ line´aire simplifie conside´rablement le
formalisme, car les champs U et ξ ont des proprie´te´s de transformation simples pour une
rotation chirale.
En effet, la loi de transormation des champs U et ξ par une rotation SU(2)L⊗SU(2)R
est:
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U → A(x) U B†(x)
ξ → ξ
(3.8)
avec les matrices A(x) ∈ SU(2)L et B(x) ∈ SU(2)R. Il suffit de rendre maintenant le
Lagrangien (3.7) invariant sous une transformation chirale locale. La substitution des gra-
dients ∂µU par les gradients covariants DµU de´finis plus haut, assure l’ invariance locale
de l’ action. Au Lagrangien obtenu il faut maintenant ajouter les termes cine´tiques des
champs de jauge gauche et droit, et le re´sultat sera invariant sous les transformations (3.8)
pour U et ξ et
Xµ → AXµA† − i
g
A∂µA
†
Yµ → BYµB† − i
g
B∂µB
†
(3.9)
pour les champs Xµ et Yµ. La syme´trie locale SU(2)L⊗SU(2)R est ensuite brise´e de fac¸on
minimale en ajoutant des termes de masse pour les champs gauche et droit. Remarquons
ici que le me´son scalaire introduit par le biais du mode`le sigma line´aire, donne lieu a` une
contribution positive a` l’ e´nergie comme l’ e´quation (3.7) le montre. Un autre avantage de
jauger le groupe SU(2)L⊗ SU(2)R est d’ avoir une description syme´trique des me´sons ρ et
A1, car ils sont de´crits en tant que partenaires chiraux.
b) Le Lagrangien Lπω
L’ e´quation (3.3) de´crit le secteur U(1) des interactions me´soniques aux basses e´nergies. Le
premier terme dans cette e´quation de´crit le couplage du ω aux trois pions dans le secteur
des me´sons, et son couplage au courant baryonique. Ensuite vient le terme d’ anomalie
que l’ on doit inclure, pour tenir compte des anomalies du se´cteur U(1) [31]. Mis a` part
ces conside´rations dans le secteur des me´sons, le couplage du ω au courant baryonique est
essentiel pour la stabilite´ des solutions classiques [32] dans notre cas ou` le champ chiral
se couple a` des champs de Yang-Mills massifs. Si on adopte ce point de vue, la pre´sence
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du ω dans le Lagrangien effectif est donc d’ une importance capitale pour la physique des
baryons (stabilite´) aussi bien que pour celle des me´sons (anomalies).
En fait, ces anomalies sont duˆes a` la pre´sence d’ une syme´trie discre`te que le mode`le sigma
(non)-line´aire posse`de, et qui n’ est pas observe´e dans la nature. Cette syme´trie “redon-
dante” interdirait des processus ou` le nombre des bosons n’ est pas conserve´ [14]. Le terme
de Wess-Zumino effectif, assure que l’ on tient compte de ces processus dans le secteur
me´sonique du Lagrangien effectif, car il brise cette syme´trie. La de´rivation du terme d’
anomalie quand les champs de jauge sont pre´sents, peut eˆtre trouve´e dans la litte´rature
[33].
On n’ a pas conside´re´ le couplage direct des degre´s de liberte´ scalaires au me´son ω.
Ces couplages ont e´te´ e´tudie´s dans [34], pour la photoproduction de pions. Les re´sultats
montrent que les couplages du type ξ2ω2µ engendrent un e´tat lie´ dans l’ onde S, en de´saccord
avec la phe´nome´nologie.
On va s’ inte´resser maintenant aux proprie´te´s de transformation du Lagrangien (3.1).
Celles-ci peuvent eˆtre utilise´es pour calculer les courants de Noether associe´s a` des rotations
de SU(2)L et SU(2)R aussi bien que celles de U(1).
Effectuons des transformations locales sur les champs du Lagrangien (3.1)
U → U + iQLU
Xµ → Xµ + i[QL, Xµ]− ∂µQL
g
QL =
~ǫL(x).~τ
2
Yµ → Yµ
(3.10a)
pour SU(2)L et
U → U − iUQR
Yµ → Yµ + i[QR, Yµ]− ∂µQR
g
QL =
~ǫR(x).~τ
2
Xµ → Xµ
(3.10b)
20
pour SU(2)R. ~ǫL(x) et ~ǫR(x) sont des fonctions arbitraires. La variation du Lagrangien
satisfait alors les relations suivantes (a` une inte´gration par parties pre`s):
δSU(2)LL =− (∂µ~jµL)~ǫL + (−~jµL −
∂L
∂ ~Xµ
1
2g
)∂µ~ǫL
δSU(2)RL =− (∂µ~jµR)~ǫR + (−~jµR −
∂L
∂~Yµ
1
2g
)∂µ~ǫR
(3.11)
avec les courants gauches et droits ~jµL,
~jµR. En calculant les membres de gauche de ces
e´quations avec les lois de transformation (3.10) et en combinant les expressions de ces
courants on arrive a` l’ expression des courants vecteurs et axiaux:
~Vµ =~j
L
µ +~j
R
µ = iTr
{
~τ
[1
4
([Xν, Xµν ] + [Y
ν , Yµν ]) +
ξ2
4
(DµUU
† +DµU
†U)
+
βω
16π2
ǫµρνα[ω
ρ∂ν(Lα −Rα) + ig∂ρων(−Xα + Y α + U †XαU − UY αU †)]]
}
,
(3.12a)
~Aµ =~j
L
µ −~jRµ = iTr
{
~τ
[1
4
([Xν, Xµν ]− [Y ν , Yµν ]) + ξ
2
4
(DµUU
† −DµU †U)
+
βω
16π2
ǫµρνα[ω
ρ∂ν(Lα +Rα)− ig∂ρων(Xα + Y α + U †XαU + UY αU †)]]
} (3.12b)
On peut montrer que ces courants, toujours en vertu de l’ e´quation (3.11), satisfont aux
e´quations suivantes:
∂µ~V
µ = 0
∂µ ~A
µ =− i
8
Tr[~τ
g2βω
π2
ǫµναβ∂
µων(XαY β + Y αXβ)]
(3.13)
Ces relations, te´moignent de la conservation du courant vectoriel et de la non-conservation
du courant axial, cette dernie`re e´tant duˆe a` l’ anomalie. Elles sont bien connues et ve´rifie´es
par l’ expe´rience. Pour retrouver PCAC, il faut ajouter un terme de masse du pion comme
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il a e´te´ fait dans [24]. Il est utile d’ observer aussi que dans le terme qui couple le ω
aux champs π, X et Y (e´quation (3.3)) le contreterme de Bardeen (proportionnel a` g2)
assure que l’ anomalie subsiste uniquement dans le courant axial (e´quation (3.13)). Cette
soustraction a aussi pour effet de briser explicitement la syme´trie chirale.
Le courant U(1) de´duit du Lagrangien (3.1) est identifie´ au courant baryonique. Son
expression est:
J µI=0 =
Bµ
2
− ig
16π2
ǫµναβTr[∂ν(XαLβ − YαRβ + ig(UYαU †Xβ − YαXβ))] (3.14)
Ce courant est normalise´ a` la moitie´ du nombre baryonique et satisfait a` la relation ∂µJ µI=0 =
0, car comme on a vu dans la section 1 Bµ est conserve´ et la contribution du terme de Wess-
Zumino a` (3.14) est une divergence totale.
Notre Lagrangien de me´sons posse`de une structure conforme aux proprie´te´s ge´ne´rales des
interactions fortes, nous pouvons maintenant examiner sa limite locale, c’ est a` dire les
termes du de´veloppement chiral en puissances de de´rive´es du champ du pion qui en re´sultent
lorsque les autres me´sons (ρ, ω, A1, ǫ) deviennent tre`s massifs. Nous avons de´ja` remarque´
que quand le parame`tre λ (qui est proportionnel au carre´ de la la masse du me´son scalaire)
devient tre`s grand on retrouve le mode`le σ non-line´aire. Pour ce qui est de la contribution
des me´sons vecteurs, on peut montrer (Appendice C) en utilisant les equations d’ Euler-
Lagrange pour les champs Xµ,Yµ et ωµ, qu’ en l’ absence du terme de Wess-Zumino et
quand les masses mω, mρ, mA1 deviennent tre`s grandes le Lagrangien se re´duit a`:
L → L2+4+6 = f
2
π
4
Tr(∂µU∂
µU †) +
1
64g2
Tr([∂µUU
†, ∂νUU
†]2)− β
2
ω
2m2ω
BµB
µ (3.15)
On obtient donc les premiers termes du de´veloppement chiral avec l’ absence du terme d’
ordre quatre syme´trique en de´rive´es du champ du pion. Cette proprie´te´ est la bienvenue
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car elle empeˆche la de´stabilisation du soliton comme il a e´te´ vu plus haut. Elle est une
conse´quence de l’ introduction du champ scalaire par le biais du mode`le sigma line´aire:
seuls les termes ayant une contribution positive a` l’ e´nergie sont pre´sents.
On a donc re´pondu a` la demande des sections 1 et 2 en construisant un Lagrangien
qui ge´ne´ralise le mode`le de Skyrme. Pour savoir si ce mode`le a des chances d’ eˆtre un
bon mode`le effectif, on doit d’ abord e´xaminer les pre´dictions de ce Lagrangien pour les
observables dans le secteur me´sonique.
4. Le secteur des me´sons
Nous allons nous inte´resser maintenant aux masses, couplages et proprie´te´s des me´sons
dans notre mode`le. Les diffe´rentes observables de ce secteur sont obtenues en de´veloppant
le champ U en puissances du champ du pion:
U =exp (
i
fπ
~τ .~π(x))
=1 +
i
fπ
~τ .~π(x)− 1
f2π
~π2(x)
2
+ ...
(4.1)
Le champ du me´son ǫ est relie´ au champ ξ par la relation ǫ = Γ − ξ. En remplac¸ant cette
expression dans l’ e´quation (3.2) on trouve la relation pour la masse du scalaire: m2ǫ = 8λΓ
2.
Conside´rons maintenant la contribution dans le secteur des me´sons des termes qui
ne de´pendent pas du champ scalaire dans l’ e´quation (3.1), et remplac¸ons U par son
de´veloppement en champ du pion. Il est facile de voir que si l’ on utilise la de´finition
naive du champ axial Aµ = (Xµ − Yµ) on obtient des couplages line´aires avec le champ
du pion : (Cte)∂µ~π. ~A
µ. Pour les faire disparaˆıtre, on doit diagonaliser le Lagrangien a` l’
ordre le plus bas. Le re´sultat de cette diagonalisation aussi bien que de l’ identification de
la masse physique du me´son A1 est exprime´ par les relations suivantes:
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~ρµ =
1√
2
( ~Xµ + ~Yµ)
~Aµ =
1√
2
( ~Xµ − ~Yµ + 2gfπ
m2ρ +∆m
2
∂µ~π)
mA1 =
m2ρ +∆m
2
(m2ρ +∆m
2 − 2g2f2π)
1
2
(4.2)
La pre´sence des champs de jauge conduit a` la relation suivante entre la constante Γ et fπ:
Γ2 = f2π
m2A1
m2ρ +∆m
2
.
En se´lectionnant maintenant les termes cubiques et quartiques dans les champs, on
obtient les couplages d’ interaction forte des me´sons. Il est aussi possible d’ obtenir les
interactions e´lectromagne´tiques de ces me´sons. Pour cela, il suffit de jauger le groupe U(1)-
e´lectromagnetique dans l’ e´quation (3.1).
Ces couplages peuvent eˆtre utilise´s pour le calcul d’ observables me´soniques au premier
ordre des perturbations. Nous donnons ici l’ expression de la largeur ΓA1→ǫπ calcule´e avec
le Lagrangien (3.1), d’ autres expressions pouvant eˆtre trouve´es dans [24]:
ΓA1→πǫ =
8Γ2g2
192πm5A1f
2
π
[
1− 2g
2f2π
m2ρ +∆m
2
]2 [
(m2A1 +m
2
π −m2ǫ )2 − 4m2A1m2π
] 3
2 (4.3)
Les observables me´soniques, comme l’ illustre la relation (4.3) de´pendent des parame`tres
pre´sents dans le Lagrangien (3.1). On fixe ces parame`tres en ajustant certaines de ces
observables, ce qui donne:
mρ = 0.769 GeV
mω = 0.782 GeV
g = 3.78
∆m2 = −0.462m2ρ
fπ = 0.093 GeV
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βω = 9.3
mρ, mω ont e´te´ prises e´gales aux masses physiques de ces me´sons. Les valeurs de g et ∆m
2
reproduisent la valeur experimentale de la masse du me´son A1 (mA1 = 1.194 GeV) et la
largeur Γρ→ππ. Celle de βω reproduit la largeur e´lectromagne´tique de de´sinte´gration du ω
en un pion et un photon. En ce qui concerne la masse du me´son ǫ (proportionnelle a`
√
λ),
remarquons que ce dernier a une largeur assez grande. Nous avons pre´fe´re´ pour cette raison
laisser libre mǫ, a` varier entre 0.5 GeV et 1.0 GeV.
Une fois les parame`tres fixe´s sur les observables me´soniques, il faut remarquer que le
Lagrangien (3.1) peut pre´dire d’ autres observables dans le secteur des me´sons. Ceci a e´te´
illustre´ dans la re´fe´rence [24] ou` le mode`le σ non-line´aire e´tait a` l’ e´tude (la limite λ →∞
de notre mode`le). Dans le cadre de notre mode`le, le choix de la valeur de 1 GeV pour la
masse du scalaire donne pour la largeur partielle du A1 (e´quation (4.3)) une valeur de 0.1
%, qui est en accord avec la limite experimentale (≤ 1.0 %).
Le couplage du me´son A1 au champ scalaire ǫ modifie la constante de couplage ǫππ: δǫ =
Γ
2 (1− 4g
2f2pi
m2ρ+∆m
2 ). En utilisant cette relation, on peut e´ventuellement donner une pre´diction
pour les longueurs de diffusion ππ qui de´pendent de δǫ. Avec mǫ = 1 GeV on obtient
a0 = 0.235 fm et a2 = −0.056 fm, a` comparer aux valeurs experimentales a0 = 0.36± 0.07
fm et a2 = −0.039± 0.017 fm [35].
En re´sume´, nous avons determine´ les parame`tres du mode`le σ line´aire, de fac¸on a` ce
qu’ il puisse de´crire correctement la physique des me´sons π, ρ, ω, A1, ǫ et de leurs interactions.
Une fois ces parame`tres fixe´s sur un nombre d’ observables e´gal au nombre de ces parame`tres,
il est clair que ce Lagrangien posse`de encore un pouvoir de pre´diction important dans le
secteur des me´sons [24].
Nous allons e´xaminer maintenant a` quel point une the´orie re´aliste de me´sons peut eˆtre
utilise´e pour de´crire aussi les baryons. Ceux-ci se trouvent dans le secteur non-trivial du
Lagrangien effectif, celui des solitons topologiques.
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5. Le secteur baryonique
Construisons d’ abord les solutions a` une unite´ de charge baryonique. Ces solutions
des e´quations du mouvement, sont statiques et ont une e´nergie finie.
Les composantes X0, Y0, ωi = 0 sont nulles a` la limite statique. On conside`re les champs
classiques (he´risson) suivants:
U =exp (i~τ .rˆF (r)),
Xi =α(r)τi + (β(r)− α(r))(~τ rˆ)rˆi + γ(r)(~τ × rˆ)i,
Yi =− α(r)τi − (β(r)− α(r))(~τrˆ)rˆi + γ(r)(~τ × rˆ)i,
ω0 =ω(r),
ξ =ξ(r)
(5.1)
ou` les profils F, α, γ, β, ω, ξ sont des fonctions radiales. L’ e´nergie de la configuration de
type soliton est e´gale a` − ∫ Ld3~r. Son expression est donne´e par:
E = 4π
∫ ∞
0
r2dr
{
4(
γ
r
− g(α2 + γ2))2 + 2(γ˙ + γ
r
− 2gαβ)2 + 2(α˙+ α− β
r
+ 2gβγ)2
+
ξ2
2
[(F˙ + 2gβ)2 + 2(
sinF
r
+ 2g(α cosF − γ sinF ))2] + ξ˙
2
2
+ λ(ξ2 − Γ2)2 (5.2)
+m2ρ[β
2 + 2(α2 + γ2)] + ∆m2[2(α cosF − γ sinF )2 + β2]− 1
2
(ω˙2 +m2ωω
2)
+ βωω
sin2 F
2π2r2
F˙ + βωg
ω˙
2π2
[−2α sin
2 F
r
− γ sin 2F
r
+ 4gαγ sin2 F − g sin 2F (α2 − γ2)]
}
Nous allons rendre cette fonctionnelle stationnaire par rapport aux variations arbitraires des
champs F, α, β, γ, ξ, ω en re´solvant les e´quations d’ Euler-Lagrange associe´es. Ces e´quations
sont des e´quations non-line´aires couple´es. On trouvera leurs expressions assez longues et
complique´es dans l’ Appendice A. Les configurations de nombre baryonique unite´ et d’
e´nergie finie satisfont aux conditions aux limites F (0) = π, F (∞) = 0 pour le champ chiral
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et ξ˙(0) = 0, ξ(∞) = Γ pour le champ scalaire. Celles pour les champs de jauge re´sultent des
e´quations du mouvement et sont donne´es par: α˙(0) = β˙(0) = ω˙(0) = 0, γ(0) = 0, α(∞) =
β(∞) = γ(∞) = ω(∞) = 0. Les solutions classiques pour les profils F et ǫ sont pre´sente´es
sur la figure (1.2).
Les solutions des e´quations du mouvement diffe`rent tant qualitativement que quantitative-
ment de celles du mode`le non-line´aire. Un des aspects essentiels du couplage du scalaire au
champ chiral est la diminution de la fonction de profil F a` l’ inte´rieur du soliton comme il
est clair sur la figure (1.2). Cet effet du champ scalaire a e´te´ aussi observe´ dans la re´f. [29].
Mais dans notre mode`le, la pre´sence du champ scalaire influence aussi la solution classique
des champs α, β, γ, ω, comme il est manifeste sur la figure (1.3).
En effet, comme nous pouvons le constater sur cette figure, le couplage du champ scalaire au
champs de jauge via le terme
ξ2
4
Tr(DµUD
µU †) supprime fortement ces champs au niveau
classique (d’ un facteur 5 quand la masse du scalaire est e´gale a` 0.5 GeV). Plus e´tonnant
encore est l’ effet sur le champ classique du ω. Ce dernier voit sa porte´e re´duite dans le cas
line´aire. Ce phe´nome`ne, est observe´ uniquement quand les me´sons ρ et A1 sont pre´sents
comme nous l’ ont indique´ des analyses nume´riques du cas ou` la constante g tend vers ze´ro.
Ceci montre l’ importance d’ inclure les me´sons de masse finie dans le Lagrangien effectif.
Quels sont maintenant les effets sur les proprie´te´s statiques du soliton? Pour le savoir, il
faut calculer des observables telles que la masse, la constante de couplage axiale, etc... Nous
avons calcule´ des quantite´s qui de´pendent seulement des solutions classiques des e´quations
du mouvement, c’ est a` dire la masse du soliton, le rayon isoscalaire du baryon et la constante
de couplage axiale. La masse du soliton est donne´e par l’ expression (5.2). Pour ce qui est
du rayon isoscalaire, en remplac¸ant les expressions (5.1) dans celle de la densite´ baryonique
(2J µI=0), on trouve:
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< r2 >I=0 =
2
π
∫ ∞
0
r2dr
{
− F˙ sin2F
+ 4g sinF [α(1− 2gγr) sinF + γ cosF + gr cosF (α2 − γ2)]
} (5.3)
La constante de couplage axiale gA du nucle´on peut eˆtre calcule´e par projection directe
sur l’ e´le´ment de matrice de la troisie`me composante du courant axial entre deux e´tats de
nucle´on comme il a e´te´ fait dans [17]. En appliquant le the´ore`me de la divergence a` l’
e´quation (3.14), on trouve l’ expression suivante:
gA = −4
3
πf2π lim
r→∞
(r3F˙ )− 4g
2βω
3π
∫ ∞
0
r3(α2 − γ2)ω˙dr (5.4)
Comme il est illustre´ sur la figure (1.4) la pre´sence du champ scalaire conduit a` une diminu-
tion notable de la masse classique du soliton, mais aussi de < r2 >
1
2
I=0 et de gA en com-
paraison avec le mode`le non-line´aire.
6. L’ interaction nucle´on-nucle´on
Pour calculer l’ interaction entre deux solitons il est ne´cessaire d’ approximer la forme
des champs U,X, Y, ω, ξ dans le secteur B = 2, car la forme exacte de ceux-ci dans le cadre
de notre mode`le est tre`s complique´e a` de´terminer. Une approximation simple connue sous
le nom d’ approximation du produit, offre une description raisonnable de l’ interaction entre
deux solitons statiques, c. a. d. deux solutions du secteur B = 1. Cette approximation
consiste a` supposer que la configuration des champs, quand les deux solitons sont se´pare´s
d’ une distance ~R, est un produit de la forme:
UB=20 (~r,
~R) = UB=10 (~r −
~R
2
)UB=10 (~r +
~R)
2
(6.1)
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ou` UB=10 est la solution B = 1 trouve´e dans la section pre´ce´dente. Les me´rites, aussi bien
que les de´fauts de cette approximation sont largement discute´s dans la litte´rature [19]. Pour
notre part, nous allons insister sur deux aspects importants que seul l’ ansatz du produit
contient de fac¸on naturelle. D’ abord, e´tant donne´ que l’ on veut calculer un potentiel local,
la de´finition de la se´paration entre les deux solitons doˆıt eˆtre de´pourvue d’ ambiguite´s,
ce qui est le cas de l’ approximation (6.1). Ensuite, le nombre baryonique associe´ a` la
configuration du membre de droite de (6.1) est automatiquement e´gal a` 2. Dans un calcul
exact on ne peut tenir compte de ces conditions essentielles sans aggraver la complexite´ du
proble`me [36].
On ne s’ attend pas a` ce que l’ approximation du produit puisse donner une bonne descrip-
tion de l’ interaction aux courtes distances. Cependant, le centre de notre inteˆret est la
moyenne porte´e (R ≥ 1 fm) du potentiel nucle´on-nucle´on, re´gion ou` l’ approximation du
produit devrait eˆtre ade´quate.
La configuration (6.1) est de´ge´ne´re´e en spin et en isospin, car elle est purement
classique. Il en re´sulte que l’ interaction entre les deux objets du membre de droite
de cette e´quation n’ est pas identifiable a` l’ interaction baryon-baryon. Pour construire
l’ interaction nucle´on-nucleo´n il faut lever cette de´ge´ne´rescence en effectuant des rota-
tions dans l’ espace SU(2) des deux solitons se´pare´ment: U0(~r +
~R
2
) → AU0(~r + ~R2 )A†,
U0(~r − ~R2 )→ BU0(~r −
~R
2
)B† avec les matrices A = a0 + i~τ .~a et B = b0 + i~τ .~b.
On suppose maintenant que les champs de jauge gauche et droit se transforment comme:
Xi(~r, ~R, C) = A[Xi(~r1) + U0(~r1)CXi(~r2)C
†U †0 (~r1)]A
†
Yi(~r, ~R, C) = B[Yi(~r2) + U
†
0 (~r2)C
†Yi(~r1)CU0(~r2)]B
†
(6.2)
pour ces meˆmes rotations A et B. On a utilise´ les notations ~r1 = ~r +
~R
2 and ~r2 = ~r − ~R2 .
Il est e´vident que seule la rotation relative C = A†B = c0 + i~τ~c importe dans le syste`me a`
deux solitons et l’ interaction baryon-baryon comme on le verra par la suite s’ e´crit comme
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une fonction de ce produit C = A†B. La transformation (6.2) des champs de jauge Xi
and Yi est conforme a` leur loi de transformation a` la limite locale (voir section 3). En
effet, a` cette limite les champs de jauge tendent vers les gradients du champ du pion:
Xi → igΓ
2
m2
A
∂iUU
† = i2gLi et Yi → igΓ
2
m2
A
∂iU
†U = i2gRi, et il est facile de montrer que les
courants Li et Ri se transforment comme la loi (6.2) par une rotation de SU(2)⊗ SU(2).
Pour ce qui est du champ scalaire il est clair qu’ il ne peut de´pendre que des variables ~r et
~R. Une forme compatible avec l’ approximation du produit pour le champ U et l’ e´quation
(3.6) est:
ξ(~r, ~R) =
ξ(~r1)ξ(~r2)
Γ
(6.3)
Ces formes (6.2) et (6.3) pour les champs de jauge et le champ scalaire dans le secteur
B = 2 bien que cohe´rentes, ne satisfont pas aux e´quations du mouvement dans ce secteur.
Mais pour ce qui est du champ du ω on n’ a pas cette liberte´, car ce champ ne se propage
pas, il est simplement contraint. La composante temporelle de ce champ obe´it a` l’ e´quation
suivante:
(∂i∂i −m2ω)ω = S (6.4)
ou` S est la fonction source S = 2βωJ 0I=0. J 0I=0 est le courant baryonique de´fini en (3.14).
Il est clair que les configurations des champs U , Xi et Yi une fois choisies celle du ω est
automatiquement donne´e par l’ expression (6.4).
L’ e´quation (6.4) peut eˆtre ree´crite comme ω(~r) =
∫
G(~r − ~r ′)S(~r ′)d3~r ′, avec G(~r) =
−1
4π
exp(−mω|~r|)
|~r| . En inse´rant les configurations des champs U ,Xi et Yi (6.1-6.2) dans cette
expression on obtient celle du champ ω dans le secteur B = 2:
ω(~r, ~R, cµ) = ω(~r1) + ω(~r2) + ωT (~r, ~R, cµ) (6.5)
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Les deux premiers termes du membre de droite de cette e´quation ont de´ja` e´te´ con-
side´re´s dans [27] ou` le terme mixte ωT avait e´te´ ne´glige´ parce qu’ il est de courte porte´e. En
fait le calcul exact des termes contenant ωT dans l’ interaction est se´rieusement complique´
du point de vue nume´rique, la raison est la dimensionalite´ e´leve´e (R5) des inte´grales qu’
il faut e´valuer. Ne´anmoins nous avons effe´ctue´ les calculs nume´riques de ces termes pour
certains points autour de 1 fm., pour s’ apercevoir que pour le cas de notre mode`le ces
termes sont petits. Nous avons par conse´quent ne´glige´ ωT dans l’ expression (6.5). Pour
eˆtre complets nous donnons son expression:
ωT (~r, ~R, cµ) = βω
∫
d3r ′G(~r − ~r ′)
{
TB(~r
′, ~R, cµ) + TA(~r
′, ~R, cµ)
}
avec TB(~r, ~R, C) =
ǫijk
8π2
Tr(R1iCL
2
jL
2
kC
† −R1iR1jCL2kC†) (6.6)
et
TA(~r, ~R, cµ) =
igǫijk
8π2
∂i
{
Tr
[
I1jCL
2
kC
† −R1kCX2jC† −R1kCI2jC† + Y 1j CL2kC†
+ ig(I1kCI
2
jC
† + Y 1j CX
2
kC
† − CY 2j C†X1k
− U †1CU †2C†Y 1j CU2C†U1CX2kC† −X1kCU †2C†Y 1j CU2C†
+X1kY
1
j − U †1CY 2j C†U1CX2kC† +X2kY 2j )
]}
(6.7)
Nous avons fait usage des notations compactes I1i = U
†(~r1)Xi(~r1)U(~r1), I
2
i =
U(~r2)Yi(~r2)U
†(~r2), R
1
i = ∂iU
†(~r1)U(~r1), L
2
i = ∂iU(~r2)U
†(~r2), U1 = U(~r1), U2 =
U(~r2), X
2
i = Xi(~r2), Y
1
i = Yi(~r1), X
1
i = Xi(~r1), Y
2
i = Yi(~r2) .
L’ ope´rateur potentiel soliton-soliton est donne´ par l’ expression:
V (~R, cµ) = −
∫
d3~r
{
LB=2(~r1, ~r2, cµ)− 2LB=1(~r)
}
(6.8)
31
Pour notre mode`le, il faut remplacer les configurations du secteur B = 2 pre´sente´es plus
haut dans cette e´quation. Le re´sultat peut eˆtre e´crit comme la somme de deux termes:
V (~R, cµ) =
∫
d3~r
{
UξρA1(~r,
~R, cµ) + Uω(~r, ~R, cµ)
}
(6.9)
Dans cette expression la premie`re partie est la contribution associe´e a` LπξρA1 de´crivant les
effects duˆs aux champs ~ρ, ~A1, ξ et la seconde correspond a` la contribution des couplages du
me´son ω:
UξρA1(~r,
~R, cµ) =
1
8
Tr
{
4F 1ij
[
C∂iX
2
jC
† − C∂jX2i C† −R1iCX2jC† +R1jCX2i C†
+ CX2jC
†R1i − CX2i C†R1j + ig
(
C[X2i , X
2
j ]C
† + CX2i C
†I1j − CX2jC†I1i
+ I1i CX
2
jC
† − I1jCX2i C†
)]
+ 2R1iCX
2
jC
†
[
R1iCX
2
jC
† −R1jCX2i C†
+ 2ig
(
I1jCX
2
i C
† − I1i CX2jC† − [I1i , I1j ]
)]
+ 4R1iCX
2
j
[− ∂iX2jC†
+ ∂jX
2
i C
† −X2jC†R1i +X2i C†R1j + ig
(
X2jC
†I1i −X2i C†I1j − [X2i , X2j ]C†
)]
+ 4C∂iX
2
j
[
X2jC
†R1i −X2i C†R1j + ig
(
X2i C
†I1j −X2jC†I1i + [I1i , I1j ]
)]
+ 2CX2jC
†R1i
[
CX2jC
†R1i − CX2i C†R1j + 2ig
(
CX2i C
†I1j − CX2jC†I1i + [I1i , I1j ]
)]
+ 4igX2jC
†R1i
[
I1i CX
2
j − I1jCX2i + C[X2i , X2j ]
]
+ 4ig∂iX
2
jC
†
[
I1i CX
2
j − I1jCX2i
]
− 4g2
[
− CX2i C†
(
I1j I
1
j I
1
i + I
1
i I
1
i I
1
j − 2I1j I1i I1j
)− C†I1i C(X2jX2jX2i +X2iX2iX2j
− 2X2jX2iX2j
)− I1i I1i CX2jX2jC† − I1i I1jCX2jX2i C† + 2I1i I1jCX2iX2jC†
+
1
2
[
CX2i C
†I1j (CX
2
i C
†I1j − CX2jC†I1i ) + C†I1i CX2j (C†I1i CX2j − C†I1jCX2i )
]]}
+
〈
F 1ij → F 2ij , C → C†, I1i → I2i , X2i → Y 1i , R1i → L2i
〉
(6.10)
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+
ξ1
2ξ2
2
2Γ2
Tr
{
R1iC[L
2
i + ig(X
2
i − I2i )]C† + C†[Y 1i − I1i ]C[igL2i + g2(I2i −X2i )]
}
+ (
m2ρ
2
+
∆m2
4
)Tr[I2i C
†Y 1i C + I
1
i CX
2
i C
†]− ∆m
2
4
Tr[I1i CI
2
i C
† + Y 1i CX
2
i C
†]
− 1
Γ2
ξ1ξ2∂iξ1∂iξ2 − λ(Γ2 − ξ12)(Γ2 − ξ22)
(
2− (Γ
2 − ξ21)(Γ2 − ξ22)
Γ4
)
(6.10, suite)
Uω(~r, ~R, cµ) = −βω
2
{
ω1(B
2
0 +A
2) + ω2(B
1
0 + A
1)
+ (ω1 + ω2)[TB(~r, ~R, cµ) + TA(~r, ~R, cµ)]
+ ωT (~r, ~R, cµ)
[
B10 + A
1 +B20 + A
2 + TB(~r, ~R, cµ) + TA(~r, ~R, cµ)
]} (6.11)
avec les notations
F 1ij = U
†(~r1)∂iXj(~r1)U(~r1), F
2
ij = U(~r2)∂iYj(~r2)U
†(~r2), B
1
0 =
−ǫijk
24π2
Tr(L1iL
1
jL
1
k),
B20 =
−ǫijk
24π2
Tr(L2iL
2
jL
2
k), A
1 = A(~r1), A
2 = A(~r2), ξ1 = ξ(~r1), ξ2 = ξ(~r2),
ω1 = ω(~r1), ω2 = ω(~r2)
(6.12)
Apre`s avoir integre´ sur la variable ~r, il nous reste une fonction de ~R et des variables cµ. Il
n’ est pas difficile de montrer que cette fonction est en fait un polynoˆme d’ ordre pair en
ces cµ:
V (~R, cµ) = υ0(~R) + υ2(~R, cµ) + υ4(~R, cµ) + υ6(~R, cµ) + ... (6.13)
avec la forme ge´ne´rale pour les υ2p (p = 1, 2...) :
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υ2(~R, cµ) = α1 + α2c
2
0 + α3c
2
3
υ4(~R, cµ) = β1 + β2c
2
0 + β3c
2
3 + β4c
4
0 + β5c
2
0c
2
3 + β6c
4
3
υ6(~R, cµ) = ...
(6.14)
Pour arriver a` ces expressions nous avons pris le vecteur ~R paralle`le a` l’ axe z de l’ espace de
configuration. Maintenant, les fonctions α et β peuvent eˆtre calcule´es en prenant diffe´rentes
projections de la matrice C dans le membre de droite des e´quations (6.6), (6.7) et (6.10),
(6.11). Pour donner un exemple, la fonction α1 est e´gale au membre de droite de l’ e´quation
(6.9), dans laquelle il faut retenir seulement les termes quadratiques en cµ et prendre C =
iτ1. L’ expression exacte des αi, βi est donne´e dans l’ appendice B. Les termes d’ ordre
supe´rieur a` quatre dans le polynoˆme de l’ e´quation (6.13) proviennent du terme de Wess-
Zumino (ce terme contribue aussi a` υ0, υ2 et υ4). Nous avons ne´glige´ ces termes dans notre
e´tude car ils contribuent essentiellement a` des ope´rateurs en repre´sentation de spin e´leve´.
L’ approximation de ne´gliger υ6 peut eˆtre partiellement justifie´e par les re´sultats de la re´f.
[24] ou` il a e´te´ trouve´ que le terme de Wess-Zumino a globalement un petit effet sur les
observables du secteur B = 1.
Pour extraire maintenant les canaux physiques (de spin et isospin de´finis) de l’ inter-
action, on utilise la me´thode simple de projection qui a e´te´ introduite dans la re´f. [18]. La
de´composition naturelle de l’ ope´rateur potentiel non-relativiste agissant dans un e´space a`
deux nucle´ons est:
V (~R) = V +C (|~R|) + (~τ1.~τ2)V −C (|~R|) + (~σ1.~σ2)
[
V +SS(|~R|) + (~τ1.~τ2)V −SS(|~R|)
]
+
[
3(~σ1. ~R)(~σ2. ~R)/~R
2 − (~σ1.~σ2)
][
V +T (|~R|) + (~τ1.~τ2)V −T (|~R|)
] (6.15)
Pour calculer les six composantes V +C , V
−
C , ... dans notre mode`le, il faut six e´quations. On
les obtient en e´galant six e´le´ments de matrice de V (~R) (6.15) avec ceux de l’ ope´rateur
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V (~R, cµ) (6.9), ces derniers e´tant e´xprime´s en termes des fonctions d’ onde de spin et d’
isospin du nucle´on. La solution de ce syste`me d’ e´quations est:
V +C =
∫
daµ
∫
dbµδ(
4∑
µ=1
a2µ − 1)δ(
4∑
µ=1
b2µ − 1)V (~R, cµ)f+C (aµ, bµ)
= υ0 + α1 + β1 +
1
4
(α2 + β2 + α3 + β3) +
1
8
(β4 + β6) +
1
24
β5
V −T =
∫
daµ
∫
dbµδ(
4∑
µ=1
a2µ − 1)δ(
4∑
µ=1
b2µ − 1)V (~R, cµ)f−T (aµ, bµ)
=
1
54
(α3 + β3) +
1
432
β5 +
1
72
β6
V −SS =
∫
daµ
∫
dbµδ(
4∑
µ=1
a2µ − 1)δ(
4∑
µ=1
b2µ − 1)V (~R, cµ)f−SS(aµ, bµ)
=
1
36
(α2 + β2)− 1
108
(α3 + β3) +
1
48
β4 +
1
432
β5 − 1
144
β6
V +T = V
+
SS = V
−
C = 0
(6.16)
ou` les aµ sont les variables du nucle´on 1 et bµ celles du nucle´on 2. Dans ces formules les
fonctions f+C , f
−
C , ... sont des densite´s dans l’ espace SU(2)⊗SU(2). Leurs expressions sont
donne´es par:
f+C (aµ, bµ) =
1
2π4
(a21 + a
2
2)(b
2
1 + b
2
2 + b
2
3 + b
2
0)
f−T (aµ, bµ) =
1
6π4
{
(a21 + a
2
2)(b
2
1 + b
2
2 − b20 − b23)
+ (a1a0 − i(a2a0 + a1a3)− a2a3)(b1b0 + i(b2b0 + b1b3)− b2b3)
}
f−SS(aµ, bµ) = f
−
T (aµ, bµ)
+
1
2π4
(a1a0 − i(a2a0 + a1a3)− a2a3)(b1b0 + i(b2b0 + b1b3)− b2b3)
(6.17)
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Pour les calculs nume´riques cependant les expressions en αi et βi sont d’ une plus grande
utilite´. C’ est aussi celles que nous avons utilise´es pour calculer les diffe´rents canaux de l’
interaction nucle´on-nucle´on dans notre mode`le.
Il est a` noter ici que les fonctions αi, βi peuvent eˆtre utilise´es pour calculer non seulement
les interactions entre nucle´ons mais aussi celles entre des baryons de spin plus e´leve´. Ceci a
e´te´ fait dans [18]. Dans notre mode`le le calcul de ces interactions ne´cessiterait l’ inclusion
des termes comme υ6 dans (6.13).
On va s’ inte´resser maintenant aux re´sultats, pour estimer si notre mode`le base´ sur
une de´scription cohe´rente des me´sons peut reproduire les aspects caracte´ristiques de l’
interaction nucle´on-nucle´on telle qu’ ils sont observe´s expe´rimentalement.
7. Discussion des re´sultats
Nous avons calcule´ nume´riquement les diffe´rentes composantes V +C , V
−
T , V
−
SS avec les
fonctions de profil F , α, β, γ, ω, ǫ obtenues dans le secteur B = 1 (section 5).
Tout d’ abord, nous avons trouve´ que la contribution du terme d’ anomalie de Wess-Zumino
au potentiel est tre`s petite. Ceci est en accord avec l’ observation des auteurs [24] qui ont
trouve´ (dans le cadre du mode`le σ non-line´aire) que ce terme bien qu’ important pour la
bonne description de la physique des me´sons est quantitativement moins important dans le
secteur des baryons.
La contribution essentielle a` Uω est duˆe au couplage du ω aux trois pions. On peut montrer
(aussi bien analytiquement que nume´riquement) que si le terme de Wess-Zumino est ne´glige´,
la contribution de Uω au potentiel V
+
C est re´pulsive. Par ailleurs on a vu lors de l’ e´tude
du secteur B = 1 que le champ du ω dans le mode`le line´aire est d’ une porte´e infe´rieure a`
celle qu’ il a si le parame`tre λ est tre`s large (mode`le non-line´aire). Cet effet est a` l’ origine
de la suppression de la porte´e du terme Uω dans le canal central de l’ interaction (table 1).
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La re´pulsion duˆe au champ du me´son ω est donc de courte porte´e dans notre mode`le. Cet
effet est duˆ a` l’ inclusion simultane´e de tous les me´sons.
En ce qui concerne la contribution du terme UξρA1 a` V
+
C , on peut montrer que le premier
terme de l’ e´quation (6.10) est positif alors que les deux derniers (absents du mode`le de
Skyrme) sont ne´gatifs. Il est a` noter que ces deux derniers termes disparaissent dans le cas
non-line´aire (ξ → Γ). En comparant les profils line´aires a` ceux du cas non-line´aire pour
les fonctions F, α, β, γ (figure (1.3)), on comprend pourquoi la partie re´pulsive de UξρA1 est
se´rieusement diminue´e dans notre mode`le (table 1).
Table 1
Contribution des me´sons vecteurs au canal central de l’ interaction nucle´on-nucle´on,
quand ceux-ci sont introduits en jaugeant le mode`le sigma non-line´aire (λ = ∞) ou le
mode`le sigma line´aire (λ = 0.8). R est en fermi et le potentiel est en MeV.
R ρ,A1(λ =∞) ρ, A1(λ = 0.8) ω(λ =∞) ω(λ = 0.8)
0.0 596.0 122.0 405.2 872.5
0.5 400.5 108.0 247.5 405.6
1.0 110.6 22.0 63.7 54.9
1.5 18.6 2.3 10.7 5.7
2.0 3.4 0.4 1.5 0.6
Nous montrons sur la figure (1.5) les re´sultats pour V +C obtenus avec une masse du scalaire
de 0.62 GeV. Pour comparaison, nous y avons dessine´ les re´sultats du mode`le non-line´aire,
(le cas ou` le champ du scalaire est e´limine´) et les valeurs du potentiel de Paris [37].
Notre e´tude a montre´ que quand la masse du me´son isoscalaire augmente l’ attraction
est pousse´e au-dela` de 1.5 fm. On peut penser que le fait d’ avoir besoin d’ une masse mǫ
assez petite pour que l’ attraction soit place´e au bon endroit, constitue un proble`me car la
phe´nome´nologie veut que la re´sonance S de la diffusion ππ se situe plutoˆt vers 1 GeV. A ce
sujet, rappellons-nous du cas des mode`les d’ e´change de bosons, la` aussi, il est ne´cessaire
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d’ introduire un champ scalaire assez le´ger (m ∼ 0.5 GeV) pour reproduire correctement l’
interaction nucle´on-nucle´on. Dans le cadre de cette description l’ introduction de ce me´son
scalaire fictif peut eˆtre e´vite´e en conside´rant explicitement l’ e´change de deux pions [38].
Malheureusement, il n’ existe pas a` l’ heure actuelle une me´thode qui permettrait de tenir
compte de ces effets dans notre proble`me. D’ un autre coˆte´, comme nous le verrons plus
loin, il n’ est pas impossible que dans notre mode`le on obtienne les forces attractives avec
une masse du me´son scalaire, plus proche de sa valeur expe´rimentale.
On a donc montre´ qu’ une ge´ne´ralisation du mode`le de Skyrme de´crivant la physique
du pion et des me´sons scalaires et vecteurs est capable de reproduire l’ essentiel de la
physique des interactions nucle´on-nucle´on, a` savoir une re´pulsion a` courte porte´e et une
attraction a` moyenne porte´e dans le canal central de cette interaction. De l’ attraction mais
a` longue porte´e a e´te´ obtenue par d’ autres auteurs, toujours par le biais de l’ inclusion
des degre´s de liberte´ scalaires mais dans des contextes diffe´rents (anomalie d’ e´chelle de
la QCD [29], corrections a` une boucle de pions [39]). Notre mode`le sugge`re que pour que
cette attraction soit vraiment de moyenne porte´e (en accord avec la phe´nome´nologie) il
faut inclure non seulement le me´son scalaire mais aussi les me´sons vecteurs ρ, ω, A1 dans le
Lagrangien effectif. A cet e´gard, observons sur la figure (1.5) que meˆme en l’ absence du
me´son scalaire la re´pulsion est fortement diminue´e par rapport au mode`le de Skyrme.
Pour illustrer la ne´ce´ssite´ d’ inclure simultane´ment les me´sons ǫ, ρ, ω, A1 nous avons
effectue´ un calcul de l’ interaction NN dans le cas ou seuls le pion et le scalaire sont pre´sents
dans le Lagrangien effectif. Nous avons conside´re´ le mode`le
Lπξ =1
2
∂µξ∂
µξ +
ξ2
4
Tr(∂µU∂
µU †)− λ(ξ2 − Γ2)2
+
1
32e2
Tr([∂µUU
†, ∂νUU
†]2)− b
2f2π
BµB
µ
(7.1)
Le mode`le (7.1) est tre`s proche du mode`le de la re´f. [29] mais ici le terme d’ ordre
six est inclus car il n’ est pas justifie´ de le ne´gliger. A la limite ou` λ → ∞ on retrouve le
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Lagrangien (3.15) en termes de pions uniquement. Sur la figure (1.6) on voit que l’ attraction
n’ a plus la bonne porte´e quand les masses des me´sons ρ, ω, A1 deviennent infinies.
Il est donc clair qu’ un Lagrangien effectif de pions et de scalaires seulement ne peut
fournir que de l’ attraction a` longue porte´e, confirmant ainsi notre conclusion principale.
Faisons quelques remarques maintenant sur la validite´ de l’ approximation du produit
adopte´e au cours de notre e´tude. Dans notre travail aussi bien que dans ceux des re´fe´rences
[29] et [39], le potentiel NN est calcule´ en approximant le syste`me B = 2 par la configuration
simple de l’ e´quation (6.1). Re´cemment les auteurs de [36] ont trouve´ que la re´pulsion du
mode`le de Skyrme est sensiblement diminue´e si l’ ansatz de Manton-Singer est utilise´ dans
un calcul semi-exact. D’ autre part les auteurs de [20] trouvent meˆme de l’ attraction dans
le mode`le de Skyrme par des me´thodes nume´riques assez complique´es mais cette attraction
n’ a pas la bonne porte´e. Ces calculs nume´riques utilisant des approximations allant au-
dela` de celle du produit ont l ’air de sugge´rer que cette dernie`re n’ est pas ade´quate pour
le calcul de l’ interaction. En fait l’ avantage de l’ approximation du produit est qu’ elle
est simple et suffisament transparente pour extraire les aspects phe´nome´nologiques connus
de l’ interaction nucle´on-nucle´on. Comme on l’ a vu auparavant, les signes des diffe´rentes
contributions au potentiel sont connus et cohe´rents avec les ingre´dients physiques du mode`le
(3.1). Nous pensons que les diffe´rentes approximations peuvent affecter la magnitude de
ces contributions mais pas leur signe. De plus, dans tous les calculs pre´cite´s, on calcule un
potentiel local et seule l’ approximation du produit offre une de´finition non ambigue de l’
interdistance entre deux solitons. Si les re´sultats de [20] et [36] sont corrects, ils donnent
a` penser que l’ approximation du produit sous estime l’ attraction que le Lagrangien (3.1)
produit. Autrement dit si notre mode`le est traite´ nume´riquement avec les me´thodes des
re´fs. [20] ou [36], il est tre`s probable qu’ il fournisse trop d’ attraction avec mǫ = 0.62 GeV.
Dans ce cas, en augmentant la valeur de mǫ jusqu’ a` la valeur experimentale (1 GeV) on
pourrait retrouver l’ attraction NN empirique. Il serait en effet tre`s inte´ressant d’ effectuer
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le traitement nume´rique de [20] dans le cadre de notre mode`le qui, comme nous l’ avons vu
dans les sections pre´ce´dentes, est plus re´aliste que le mode`le de Skyrme.
L’ interaction dans le canal spin-spin aussi bien que celle du canal tenseur ont e´te´ aussi
calcule´es dans le mode`le line´aire et non-line´aire (figures 1.7 et 1.8). La pre´sence du champ
scalaire supprime fortement ces deux canaux. Nos re´sultats sont en accord qualitatif avec
ceux de la re´f. [29].
Une dernie`re remarque importante doit eˆtre faite. Un degre´ de liberte´ qui ne doit
pas manquer dans les mode`les des hadrons a` basse e´nergie est celui du me´son ω. Il est
bien connu que sa contribution a` l’ interaction NN est fortement repulsive aussi bien dans
les mode`les d’ e´change de me´sons que dans le cadre des mode`les que nous conside´rons ici.
Son absence dans les travaux [20],[29],[36],[39] est injustifie´e. Dans notre travail il est bien
pre´sent, et malgre´ cela l’ attraction persiste. Ce phe´nome`ne est le re´sultat d’ un me´canisme
non-trivial duˆ a` l’ inclusion simultane´e de tous les me´sons.
En re´sumant les calculs de ce chapitre on peut dire que le mode`le que nous avons
e´tudie´ ici et qui ge´ne´ralise le mode`le de Skyrme de fac¸on a` de´crire correctement la physique
des me´sons, est non seulement capable de pre´dire mieux les proprie´te´s statiques des baryons,
mais aussi de produire une interaction nucle´on-nucle´on en accord quantitatif avec la phe´nome´nologie.
Il est essentiel de garder a` l’ esprit qu’ a` la limite ou` le nombre des couleurs devient grand,
QCD est e´quivalente a` une the´orie effective d’ un nombre infini de me´sons†. Par conse´quent
il n’ y a aucune raison de conside´rer le pion seulement.
La prise en compte des me´sons les plus le´gers dans le Lagrangien effectif est en fait plus qu’
une fac¸on de tester le de´veloppement semi-classique des observables baryoniques comme il
a e´te´ sugge´re´ par Witten [21]. Le Lagrangien (3.1) que nous avons propose´ dans ce chapitre
offre surtout un cadre the´orique simple et cohe´rent ou` les me´sons (les champs e´le´mentaires)
et les baryons (leurs excitations de type soliton topologique) sont de´crits simultane´ment.
† ceci pour conserver la proprie´te´ de liberte´ asymptotique des fonctions a` deux points
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Appendice A
On donne ici l’ expression des e´quations diffe´rentielles non-line´aires couple´es, dont la
solution e´xtre´mise la fonctionnelle d’ e´nergie dans le secteur B=1 (section 5 du texte). Pour
simplifier quelque peu les formules, il est utile de de´finir les diffe´rents “moments” u, v et t
qui sont associe´s aux champs F , α et γ respectivement:
u = ξ2r2(F˙ + 2gβ)
v = α˙r + α− β(1− 2gγr)
t = γ˙r + γ − 2gαβr
(A.1)
Alors les e´quations du mouvement sont de la forme:
u˙ = ξ2
[
sin 2F [(1− 2gγr)2 − 4g2α2r2] + 4gαr cos 2F (1− 2gγr)]
− 2∆m2r2[2αγ cos 2F + (α2 − γ2) sin 2F ] + βω ω˙
2π2
[− 2g[γr+ gr2(α2 − γ2)] cos 2F
− 2gαr(1− 2gγr) sin2F − sin2 F ] (A.2)
v˙ = 4gαr[g(α2 + γ2)− γ
r
]− 2gβt+ gξ2 cosF [sinF + 2gr(α cosF − γ sinF )]
+m2ραr −∆m2r cosF (γ sinF − α cosF )− βωg
ω˙
4π2
[sin2 F (1− 2gγr) + gαr sin 2F ]
(A.3)
t˙ = −2(1− 2gγr)[g(α2 + γ2)− γ
r
] + 2gβv − gξ2 sinF [sinF + 2gr(α cosF − γ sinF )]
+m2ργr +∆m
2r sinF (γ sinF − α cosF )− βωg ω˙
8π2
[sin 2F (1− 2gγr)− 4gαr sin2 F ]
(A.4)
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ω¨ = m2ωω − 2
ω˙
r
− βω
2π2r2
{
F˙ [sin2 F + 2gαr sin 2F (1− 2gγr)
+ 2gγr cos 2F + 2g2r2(α2 − γ2) cos 2F ] + g[2(α˙r + α)(sin2 F (1− 2gγr)
+ gαr sin 2F ) + (γ˙r + γ)(sin 2F (1− 2gγr)− 4gαr sin2 F )]
} (A.5)
ξ¨ = −2 ξ˙
r
+ ξ
[
(F˙ + 2gβ)2 + 2(
sinF
r
+ 2g(α cosF − γ sinF ))2
]
+ 4λξ(ξ2 − Γ2) (A.6)
La fonction β obe´it a` la contrainte suivante:
β =
1
r2(m2ρ +∆m
2)
[
− gu+ 4gαrt+ 2v(1− 2gγr)
]
(A.7)
Appendice B
Dans cet appendice on explicite les fonctions α et β qui apparaissent dans le texte
(e´quation (6.14)). Pour les calculer il faut d’ abord se´parer les termes quadratiques (υ2) des
termes quartiques (υ4) en la matrice C dans les expressions du potentiel, et ensuite prendre
diffe´rentes projections de cette dernie`re. On a bien pris le soin d’ e´crire ces formules sous
leur forme la plus ge´ne´rale, car elles sont inde´pendantes du mode`le conside´re´.
I) Termes quadratiques
α1 =υ2(iτ1)
α2 =υ2(I)− υ2(iτ1)
α3 =υ2(iτ3)− υ2(iτ1)
(B.1)
II) Termes quartiques
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β1 =υ4(iτ1)
β2 =4υ4((I + iτ1)/
√
2)− 3υ4(iτ1)− υ4(I)
β3 =− 1
4
[
υ4(iτ3)− 25υ4(i(2τ1 + iτ3)/
√
5)
]− 6υ4(iτ1)
β4 =2
[
υ4(I) + υ4(iτ1)
]− 4υ4((I + iτ1)/√2)
β5 =4υ4((I + iτ3)/
√
2) + 7υ4(iτ1)− 4υ4((I + iτ1)/
√
2)− 3
4
υ4(iτ3)
− 25
4
υ4(i(2τ1 + iτ3)/
√
5)
β6 =5υ4(iτ1) +
5
4
υ4(iτ3)− 25
4
υ4(i(2τ1 + iτ3)/
√
5)
(B.2)
Appendice C
Dans cet appendice nous allons montrer qu’a` la limite des grandes masses pour les
me´sons ρ, ω, A1, ǫ le Lagrangien (3.1) tend vers l’ expression donne´e par l’ e´quation (3.15).
Nous allons ne´gliger dans ce qui suit le terme de Wess-Zumino.
Tout d’ abord il est clair que quand la masse du me´son scalaire tend vers l’ infini (λ =∞) le
champ scalaire ǫ disparaˆıt car a` cette limite ξ = Γ.La solution de l’ e´quation du mouvement
du champ ωµ quand les parame`tres mω, βω tendent vers l’ infini (en gardant le rapport
βω/mω fixe) est ωµ = − βω
m2ω
Bµ, ce qui implique que le Lagrangien du syste`me πω tend vers
l’ expression − β
2
ω
2m2ω
BµB
µ (e´quation (3.15)).
En ce qui concerne les champs de jauge, l’ e´quation d’ Euler-Lagrange pour le champ gauche
s’ e´crit:
−1
2
igΓ2Lµ +
1
2
(m2ρ +
∆m2
2
+ g2Γ2)Xµ − 1
2
(g2Γ2 +
∆m2
2
)UYµU
† = ∂ν
[
∂LπξρA1
∂(∂νXµ)
]
(C.1)
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L’ e´quation du mouvement pour le champ droit est obtenue en remplac¸ant dans (C.1)
Xµ par Yµ et U par U
†. Faisons tendre les masses des me´sons physiques ρ et A1 vers
l’ infini. A cette fin il faut prendre les limites mρ → ∞, ∆m2 → −∞ en respectant la
relation m2ρ +∆m
2 = 2g2f2π pour que le de´nominateur de l’ e´quation (4.2) s’ annule. Alors
le coefficient Γ, proportionnel a` mA1 , devient tre`s grand. Nous pouvons alors ne´gliger les
termes figurant dans le membre de droite de l’ e´quation (C.1). La solution de cette e´quation
a` cette limite et pour g fini est:
Xµ → igΓ
2
m2A
∂µUU † =
i
2g
Lµ
Y µ → igΓ
2
m2A
∂µU †U =
i
2g
Rµ
(C.2)
donnant pour les tenseurs Xµν et Yµν les identite´s suivantes:
Xµν → i
2g
(1− g
2Γ2
m2A
)[Lµ, Lν ] =
i
2g
1
2
[Lµ, Lν ]
Y µν → i
2g
(1− g
2Γ2
m2A
)[Rµ, Rν] =
i
2g
1
2
[Rµ, Rν ]
(C.3)
En remplac¸ant les expressions (C.2) et (C.3) dans le Lagrangien (3.2) nous obtenons le
mode`le sigma non-line´aire plus un terme d’ ordre quatre, antisyme´trique par rapport aux
de´rive´es du champ du pion. La constante de Skyrme correspondante est donne´e par e =
√
2g, ce qui donne le facteur 1
64g2
figurant dans l’ e´quation (3.15).
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Chapitre II
Sur le de´veloppement semi-classique
de la masse du soliton
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Les solutions solitoniques du type conside´re´ dans le chapitre pre´ce´dent, e´tudie´es d’
abord par Skyrme puis reprises par la re´f. [17] et les travaux ulte´rieurs sont des solutions
classiques de the´ories de champs non-line´aires. Leur quantification consiste a` construire des
e´tats quantiques autour de ces solutions. Les observables physiques se de´veloppent alors
en puissances de h¯ [10]. Pour le cas du nucle´on, il a e´te´ montre´ [12] que le parame`tre de
de´veloppement semi-classique est en fait
h¯
Nc
, de sorte que sa masse se met sous la forme:
MN = Nc
[M0 + h¯
Nc
M1 + h¯
2
N2c
M2 + ...
]
(I.1)
La convergence de ce de´veloppement repose fortement sur les valeurs des coefficients M0,
M1,M2 qui sont de´pendants du mode`le.
Le but de ce chapitre est d’ illustrer cette de´pendance pour les diffe´rents mode`les
base´s sur les Lagrangiens de me´sons. Nous allons montrer que certains d’ entre eux ont plus
de chances que d’ autres de fournir un de´veloppement (I.1) bien de´fini. Nous allons, dans
ce qui va suivre nous inte´resser a` la premie`re correction quantique a` la masse du soliton,
le terme M1. Nous allons e´tablir que le terme M1 est une e´nergie de Casimir [40], et
donner son expression. Cette e´nergie posse`de une divergence ultraviolette qui peut eˆtre
re´gularise´e dans le sche´ma de la fonction ze´ta. Nous calculons nume´riquement le rapport
M1
NcM0 pour le mode`le de Skyrme et une de ses ge´ne´ralisations possibles. Les re´sultats
obtenus apportent quelques conclusions sur la validite´ du de´veloppement semi-classique
pour la masse du nucle´on.
1. L’ e´nergie de Casimir du soliton
En effectuant des fluctuations quantiques sur des degre´s de liberte´ collectifs autour de
la solution du mode`le de Skyrme, les auteurs de [17] ont obtenu une partie des contributions
a` M2 (e´q. (I.1)). Mais curieusement le terme M1 n’ a rec¸u que tre`s peu d’ attention dans
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le passe´. Ce terme est certainement plus difficile a` e´valuer car il met en jeu des fluctuations
non-collectives. Afin de trouver son expression, effectuons des fluctuations autour de la
solution classique U0 de´finies par les parame`tres ~α:
U = U0 exp (i~τ .~α) (1.1)
et conside´rons la fonctionnelle ge´ne´ratrice des fonctions de Green en l’ absence de sources:
WE = N
∫
D[U ]e−SE(U) (1.2)
SE e´tant l’ action euclidienne associe´e au Lagrangien du mode`le conside´re´ et N une con-
stante de normalisation. Cette action peut eˆtre de´veloppe´e autour de la configuration
classique U0 qui est un point stationnaire de SE :
SE(U) = SE(U0) +
1
2
δ2SE
δU20
(δU)2 + ... (1.3)
La deuxie`me variation de l’ action est un ope´rateur qui de´pend de la solution classique:
(
δ2SE
δU20
)ab = −∂µ∂µ δab + Vab(U0) (1.4)
Dans ce qui va suivre, seule la contribution du mode`le sigma non-line´aire a` l’ ope´rateur
potentiel Vab va eˆtre prise en compte: Vab(U0) = iǫabcTr(τcU
†
0∂µU0)∂µ. Nous allons justifier
par la suite cette approximation.
WE peut eˆtre e´value´e dans l’ approximation de la phase stationnaire. Cette me´thode consiste
a` inte´grer les fluctuations de SE qui sont quadratiques en ~α:
WE = N e−SE(U0)
∫
D[~α] exp (−1
2
αa (
δ2SE
δU20
)ab αb) (1.5)
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L’ inte´grale Gaussienne peut eˆtre effectue´e exactement [41]:
WE = N˜ e−SE(U0)
[
det ′(−∇2µδab + Vab(U0))
]−1/2 (1.6)
Dans cette expression, le prime sur le de´terminant indique que les valeurs propres nulles
de l’ ope´rateur (
δ2SE
δU20
)ab sont omises [44]. Pour extraire de cette formule M1, il suffit d’
e´crire l’ expression de WE sous la forme WE = exp (−MT ) , ou` M est la masse du soliton
et T est un facteur de temps Euclidien. Apre`s avoir effectue´ la soustraction de l’ e´nergie
des fluctuations du vide, l’ e´nergie de Casimir du soliton s’ e´crit:
M1 = 1
2T
{
Tr′ log (−∇2µδab + Vab)− Tr log (−∇2µδab)
}
= − 1
T
[
Seff (U0)− Seff (0)
]
(1.7)
Sous cette forme, on comprend pourquoi M1 est une e´nergie de Casimir. Il s’ agit de la
diffe´rence entre l’ e´nergie des fluctuations du vide avec et sans la pre´sence de la solution
classique. En remettant les facteurs h¯ a` leur place, il n’ est pas difficile de voir qu’ il
s’ agit de la premie`re correction quantique a` la masse. Mais il est aussi manifeste sur l’
expression (1.7) que cette e´nergie posse`de une divergence ultraviolette a` laquelle il faudra
preˆter attention. En effet, l’ action effective Seff se de´veloppe en the´orie des perturbations
comme une somme sur les diagrammes a` une boucle engendre´s par le potentiel d’ interaction
V (U0) [42]. Comme le Lagrangien de base est non-renormalisable, on peut s’ attendre a` des
proble`mes dans le calcul du Tr log de l’ e´quation (1.7).
En fait nous n’ aurons besoin que d’ un nombre fini de contretermes pour re´gulariser l’
e´nergie de Casimir. Par exemple si V est obtenu en effectuant des fluctuations autour de
la solution classique du Lagrangien du mode`le σ non-line´aire, alors toutes les fonctions de
Green a` une boucle peuvent eˆtre rendues finies par des contretermes d’ ordre quatre qui
sont connus [43].
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Nous allons maintenant simplifier l’ e´quation (1.7) en tenant compte du fait que le potentiel
V ne de´pend pas du temps Euclidien. Re´ecrivons la diffe´rence des Tr log sous la forme [45]:
M1 = 1
2T
∫ ∞
0
dτ τ−1Tr(eτ∂
2
0 ) Tr(e−Ω0τ − e−Ωτ ) (1.8)
avec les ope´rateurs tridimensionnels Ω = −∇2i δab + Vab et Ω0 = −∇2i δab. Sur la
premie`re trace de cette e´quation on reconnaˆıt la fonction de partition de la particule libre a`
une dimension: Tr(eτ∂
2
0 ) =
T√
2πτ
. L’ inte´gration sur τ donne l’ expression connue [42] de
l’ e´nergie de Casimir :
M1 =1
2
Tr(Ω1/2 − Ω1/20 )
=
1
2
(
∑
n
ωn −
∑
n
ω0n)
(1.9)
ou` ω2n et (ω
0
n)
2 repre´sentent les valeurs propres des ope´rateurs Ω et Ω0 respectivement.
Notre estimation de M1 sera base´e sur cette expression.
Mis a` part la divergence de la somme sur les modes qui est une particularite´ de la the´orie
quantique des champs, l’ e´quation (1.9) est tout a` fait naturelle. En effet, rappelons nous
du cas d’ une particule non-relativiste e´voluant dans un puits de potentiel unidimensionnel
V˜ posse´dant un minimum en x0:
V˜ (x) = V˜ (x0) +
1
2
ω2(x− x0)2 + λ(x− x0)4 (1.10)
Classiquement, la trajectoire dans l’ espace des phases minimisant l’ e´nergie est celle pour
laquelle la particule reste immobile (x˙ = 0) en x0. Son e´nergie classique est Mcl = V˜ (x0).
Si le couplage est faible (si λ est petit et positif) le premier e´tat quantique a une e´nergie
M = V˜ (x0) +
1
2
h¯ω. En d’ autres termes M est la somme de
a) l’ e´nergie d’ une solution inde´pendante du temps des e´quations du mouvement
classique et
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b) d’ une correction quantique proportionnelle a` ω, la racine care´e de la de´rive´e
seconde du potentiel prise au point stationnaire x = x0.
L’ analogue du terme a) en the´orie des champs est la masse classique du soliton (le
terme NcM0) et l’ analogue de la correction b) (avec la de´rive´e seconde remplace´e par une
de´rive´e fonctionnelle) est l’ e´nergie de Casimir du soliton, le terme M1. La diffe´rence en
the´orie quantique des champs est que pour obtenir la premie`re correction quantique il faut
sommer sur une infinite´ de modes et aussi soustraire l’ e´nergie de vide. En particulier l’
e´nergie de Casimir peut eˆtre ne´gative.
En pratique, le calcul de la trace dans l’ e´quation (1.9) se fait plus facilement en se plac¸ant
dans un volume fini (mais grand) dans l’ espace. Le spectre des ope´rateurs Ω,Ω0 devient
alors discret. Le passage a` la limite continue se fait en multipliant les valeurs propres ωn
associe´es au vecteur d’ onde kn par la densite´ des niveaux. On obtient alors l’ expression
[46]:
M1 = 1
2π
∫ ∞
0
dE E
dδ(E)
dE
(1.11)
ou` δ(E) est le de´phasage associe´ au potentiel Vab pour l’ e´nergie propre E. Comme V
est a` syme´trie sphe´rique, les fonctions propres se de´veloppent sur une base d’ harmoniques
sphe´riques vectorielles indice´es par j, avec j = lˆ + 1ˆ, ou` lˆ est le moment angulaire spatial.
Alors le de´phasage s’ e´crit:
δ(E) =
∞∑
j
(2j + 1)δj(E) (1.12)
Le calcul de l’ e´nergie de Casimir consiste donc a` e´valuer les de´phasages associe´s au potentiel
V de l’ ope´rateur tridimensionnel Ω = −∇2δab + Vab. L’ expression de V en fonction de la
solution classique F est:
Vab = 2 ǫabc
{
− sin 2F
2r
(δci − rˆcrˆi)− dF
dr
rˆcrˆi +
sin2 F
r
ǫcimrˆm
}
∇i (1.13)
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Nous allons nous concentrer maintenant au calcul des de´phasages associe´s a` l’ ope´rateur Ω
et a` leur re´gularisation.
2. Calcul des de´phasages.
Traitement des divergences ultraviolettes
Les proprie´te´s de transformation par des rotations d’ espace de la solution classique
permettent d’ e´crire les fonctions propres de l’ ope´rateur perturbe´ Ω comme une somme sur
les ondes partielles j:
~α =
∞∑
j=0
(uj(r)~Yjj−1 + vj(r)~Yjj + wj(r)~Yjj+1) (2.1)
Les fonctions ~Y sont les harmoniques sphe´riques vectorielles. L’ e´quation aux valeurs pro-
pres Ω ~α = E2~α se de´compose, pour chaque valeur de j, en trois e´quations radiales sur les
composantes uj , vj , wj:
∇2ruj = (
j(j − 1)
r2
−E2 + (j − 1)2 sin
2 F
r2
)uj + Cj(−(j + 1)sin 2F
r2
vj − 2dF
dr
v˙j)
∇2rvj = (
j(j + 1)
r2
− E2 − 2 sin
2 F
r2
)vj + Cj(−(j − 1)sin 2F
r2
uj + 2
dF
dr
u˙j)
+ Sj(−(j + 2)sin 2F
r2
wj − 2dF
dr
w˙j)
∇2rwj = (
(j + 1)(j + 2)
r2
− E2 − (j + 2)2 sin
2 F
r2
)wj + Sj(−j sin 2F
r2
vj + 2
dF
dr
v˙j)
(2.2)
avec Cj =
√
(j + 1)/(2j + 1), Sj =
√
j/(2j + 1).
Le comportement asymptotique de la solution (uj , vj , wj) de ces e´quations aux valeurs
propres donne le de´phasage duˆ au potentiel V dans l’ e´quation de Schrodinger. En effectuant
la somme des trois de´phasages associe´s aux trois e´quations (2.2) on obtient le de´phasage
total δj(E) pour l’ onde partielle j, avec le facteur de de´ge´ne´rescence (2j + 1).
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Nous avons montre´ dans la re´f. [47] que les fonctions δj pour j = 1, 2, 3... se comportent a`
haute e´nergie comme 1/E ce qui veut dire que meˆme avant de sommer sur toutes les ondes
partielles, l’ inte´grale en (1.11) diverge logarithmiquement a` grand E. L’ introduction d’
un sche´ma de re´gularisation de fac¸on a` ce que l’ inte´grale (1.11) soit de´finie s’ impose. Elle
s’ impose d’ autant plus que la sommation sur les ondes partielles donne naissance a` une
divergence encore plus violente de sorte que le comportement a` grand moment p de la phase
totale est:
δ(p) =
∞∑
j=0
(2j + 1)δj(p) ≈ a1p+ a2
p
+ ... (2.3)
Les coefficients a1, a2 peuvent eˆtre relie´s au de´veloppement du noyau de la chaleur de l’
ope´rateur Ω [48]. Notre me´thode de re´gularisation consiste a` calculer non pas la somme
divergente
∑
n
(ω2n)
1
2 , mais plutoˆt la somme
∑
n
(ω2n)
1
2
−s
ou` s est une variable complexe.
Cette fonction est bien de´finie sur le plan complexe. En termes de de´phasages
1
2
Tr(Ω
1
2
−s − TrΩ 12−s0 ) =
1
2π
∫ ∞
0
dp (p2 +M2)
1
2
−s dδ(p)
dp
(2.4)
ou` l’ on a introduit une masse M comme re´gulateur infrarouge. L’ e´nergie de Casimir est
e´gale a` cette expression a` la limite ou` s→ 0. Pour extraire la partie finie de cette e´nergie, il
sera pratique d’ utiliser une me´thode susceptible de re´gulariser aussi les fonctions de Green
a` une boucle qui sont a` l’ origine du comportement (2.3). Ces fonctions sont engendre´es
par l’ action effective (1.7) qui est e´gale a`
1
2
dζO
ds
(s = 0). Dans cette expression ζO est la
fonction ze´ta [49] associe´e a` l’ ope´rateur O = −∂20 +Ω+M2:
ζO(s) =
µ2s
Γ(s)
Tr
∫ ∞
0
dττ s−1 exp (−τO) (2.5)
ou` on a introduit une e´chelle µ. En fonction des de´phasages la fonction ζ s’ e´crit:
ζO(s) =
T
2π
Γ(s− 1/2)
Γ(−1/2)Γ(s)µ
2s
∫ ∞
0
dp (p2 +M2)
1
2
−s dδ(p)
dp
(2.6)
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L’ astuce consiste maintenant a` soustraire et rajouter le comportement asymptotique (2.3)
dans l’ expression des de´phasages, tout en introduisant un re´gulateur infrarouge M2:
δ(p) = (δ(p)− a1p− a2√
p2 +M2
) + a1p+
a2√
p2 +M2
En remplacant cette forme dans l’ expression de la fonction ζ, l’ e´nergie de Casimir s’ e´crit
comme la somme d’ une inte´grale finie sur les phases et d’ un terme de´pendant de l’ e´chelle
µ. Cette de´pendance est explicitement calcule´e en utilisant des fonctions be´ta [45]. Nous
obtenons l’ expression:
M1(µ) = − 1
2T
dζO
ds
(s = 0) =
1
2π
{∫ ∞
0
dp
√
p2 +M2
[dδ(p)
dp
− a1 + a2
p2 +M2
]
+
1
4
a1M
2
(
1 + log
µ2
M2
)− 1
2
a2
(
2 + log
µ2
M2
)−Mδ(0)
}
(2.7)
Cette dernie`re inte´grale sur les de´phasages est finie. La divergence est implicitement con-
tenue dans la de´pendance en µ de l’ expression (2.7). On utilise ensuite l’ identite´ [45]∫ ∞
0
dp
{
(p2 +M2)−1/2 − (p2 + µ2)−1/2} = 1
2
log
µ2
M2
. Nous inte´grons par parties la somme
sur les de´phasages, pour finalement prendre la limiteM → 0 et arriver a` l’ expression simple
et finie de M1(µ):
M1(µ) = − 1
2π
∫ ∞
0
dp
(
δ(p)− a1p− a2√
p2 + µ2
)
(2.8)
A cette expression il faut ajouter maintenant les contretermes. Leur roˆle est pre´cise´ment
de faire disparaˆıtre la de´pendance par rapport a` l’ e´chelle de l’ e´nergie de Casimir. Les
contretermes d’ ordre chiral quatre re´gularisant les diagrammes a` une boucle engendre´s
par l’ ope´rateur O, ont e´te´ de´termine´s dans la re´f. [43]. On ajoute leur contribution a` l’
expression de la correction quantique a` la masse du soliton. Il vient,
M1 =M1(µ)−
{
1
32π2
(l¯1 − 1 + log m
2
π
µ2
)− 3
4e2
}∫
d3x
1
3
(~Lµ.~Lµ)
2
−
{
1
32π2
(l¯2 − 1 + log m
2
π
µ2
) +
3
8e2
}∫
d3x
2
3
(~Lµ.~Lν)
2
(2.9)
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avec ~Lµ = (1/2i)Tr(~τU
†
0∂µU0), U0 e´tant la solution classique dans le secteur a` charge bary-
onique unite´. Les parame`tres l¯1, l¯2 contiennent la partie finie et physiquement observable
des contretermes d’ ordre chiral quatre. Leurs valeurs nume´riques ont e´te´ de´termine´es dans
la re´f. [50]:
l¯1 = −0.97 ± 1.22, l¯2 = 5.77 ± 0.72
C’ est l’ expression (2.9) que nous avons utilise´ pour les re´sultats nume´riques. Il faut
pre´ciser ici que cette expression de M1 n’ est pas totalement inde´pendante de l’ e´chelle µ
parce que nous avons tronque´ l’ ope´rateur V de fac¸on a` ne garder que la contribution de
la fluctuation autour de L2. En effet, on peut montrer que le coefficient asymptotique a2
associe´ au potentiel V tronque´, est e´gal a` un facteur multiplicatif pre`s a`:
a2 = T
∫
d3x
{
1
3
(~Lµ.~Lµ)
2 +
2
3
(~Lµ.~Lν)
2 − (∂µ~Lµ)2
}
(2.10)
La de´pendance en µ des deux premiers termes va eˆtre absorbe´e par les contretermes d’ ordre
quatre de l’ e´quation (2.9). Par contre, pour faire disparaˆıtre la de´pendance en µ provenant
du terme en (∂µ~Lµ)
2 il faudrait inclure des contretermes d’ ordre supe´rieur a` quatre. Il est
clair qu’ en raison de l’ e´quation du mouvement classique du mode`le de Skyrme:
∂µL
k
µ =
1
(efπ)2
∂µ
[
Lkµ(
~Lν .~Lν)− Lkν(~Lµ.~Lν)
]
, (2.11)
la quantite´ (∂µ~Lµ)
2 est d’ ordre chiral huit. L’ e´nergie de Casimir sera comple`tement
inde´pendante de l’ e´chelle µ si on y ajoute les contretermes correspondants . Nous n’
allons pas effectuer cette dernie`re soustraction ici, la partie finie (et donc physique) de ces
contretermes n’ e´tant pas connue a` l’ heure actuelle. Nous justifierons par la suite cette
approximation.
En l’ absence du terme de Skyrme (sa contribution a` l’ e´quation du mouvement figure dans
le membre de droite de l’ e´quation (2.11)), la quantite´ ∂µLµ est identiquement nulle, et l’
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e´nergie de Casimir peut-eˆtre rendue comple`tement inde´pendante de l’ e´chelle. Mais dans
ce cas il n’ y a pas de solution classique de type soliton.
Nous allons maintenant pre´senter les re´sultats pour la premie`re correction a` la masse
du soliton. Nous calculerons M1 dans deux cas: celui du mode`le de Skyrme et celui ou` l’
on ajoute a` ce dernier un terme d’ ordre six.
3. Re´sultats
Les phases de l’ ope´rateur Ω ont e´te´ calcule´es dans la re´f. [47]. Elles ont e´te´ calcule´es
pour les solutions classiques
I) du mode`le de Skyrme: LSK = f
2
π
4
Tr(∂µU∂µU
†) +
1
32e2
Tr([∂µUU
†, ∂νUU
†]2)
II) du mode`le ou` l’ on inclut le terme d’ ordre six de´ja` rencontre´ lors du chapitre pre´ce´dent:
L2+4+6 = LSK − b
2f2π
[ǫµναβ
24π2
Tr(∂νUU †∂αUU †∂βUU †)
]2
Nous avons trouve´ que les ondes partielles (a` l’ e´xception de l’ onde j = 1) ont un
de´phasage nul a` p = 0, et que pour j grand les phases s’ “aplatissent” a` petit p. Le fait le
plus important pour l’ e´nergie de Casimir est que le de´phasage pour l’ onde j = 1 soit e´gal a`
2π pour p = 0. Ce comportement n’ est pas duˆ a` la pre´sence de vrais e´tats lie´s de l’ ope´rateur
Ω, mais a` la pre´sence de deux “modes ze´ro” i.e. deux fonctions propres a` e´nergie nulle. Leur
existence traduit l’ invariance de l’ e´nergieM0[U0] par des transformations continues de la
solution classique U0. Il existent quatre telles ope´rations continues et deux d’ entre elles
donnent naissance a` des modes propres normalisables. Chacun contribue d’ un facteur π au
de´phasage a` l’ origine de sorte que l’ on ait: δj=1(p = 0) = 2π. Ce re´sultat est fortuit car
a` priori l’ ope´rateur tronque´ Vab n’ a pas les meˆmes modes ze´ro que l’ ope´rateur complet.
Cette circonstance justifie partiellement notre approximation de ne´gliger les contributions
a` l’ ope´rateur de fluctuation V , provenant du terme de Skyrme.
En effectuant la somme sur j des de´phasages δj (e´quation (1.12)), nous obtenons la fonction
de phase totale δ(p). Nous avons ve´rifie´ que pour des valeurs de p grandes (en pratique p >
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5µ) le comportement de la solution nume´rique δ(p) est conforme aux pre´dictions analytiques
(e´quation (2.3)). L’ inte´grand de l’ e´quation (2.8) est montre´ sur la figure (2.1).
Observons que les courbes partent d’ une valeur proche de 6π et qu’ elles deviennent pra-
tiquement nulles vers p ≈ 0.5− 0.7 GeV. Ceci veut dire que ce sont les fluctuations a` basse
e´nergie qui dominent l’ e´nergie de Casimir. Ce re´sultat est tre`s important car il justifie en
quelque sorte la validite´ d’ un Lagrangien effectif tronque´ a` un ordre chiral donne´. Il est
clair que l’ e´nergie de Casimir du soliton est controˆle´e par les proprie´te´s d’ invariance de la
solution classique et par son extension spatiale.
Est-ce que les de´phasages vont changer si l’ on inclut dans l’ ope´rateur Vab les fluc-
tuations provenant du terme de Skyrme et du terme d’ ordre six qui ont e´te´ ne´glige´es dans
notre travail? La re´ponse est qu’ ils vont diffe´rer sensiblement mais seulement a` haute
e´nergie. Les phases de l’ o´pe´rateur complet du mode`le de Skyrme ont e´te´ calcule´es il y a
assez longtemps par les auteurs de la re´f. [51]. A premie`re vue ces phases ne ressemblent
en rien aux noˆtres. En particulier, elles divergent line´airement en p. Ceci veut dire que la
phase totale de l’ ope´rateur complet posse`de une divergence cubique: δ(p) ≈ a0p3+ ..., mais
d’ apre`s ce que nous venons de voir, elle n’ intervient pas dans l’ e´nergie de Casimir, car
elle est essentiellement soustraite de l’ expression a` inte´grer (2.8). C’ est le comportement
a` basse e´nergie qui domine M1 et on s’ aperc¸oit que dans la re´gion des petits p les phases
trouve´es dans [51] sont qualitativement proches des noˆtres. On e´spe`re aussi que la valeur
a` l’ origine de la phase totale δ(0) = 6π − a2µ ne va pas eˆtre tre`s modifie´e pour le cas de l’
ope´rateur complet Vab. Les re´sultats de la re´f. [52] indiquent que dans ce cas le coefficient
a2 pour le mode`le de Skyrme ne serait pas tre`s diffe´rent du noˆtre, de sorte que la relation
δ(0) ≈ 6π ait un caracte`re ge´ne´ral.
Pour le mode`le de Skyrme nous avons trouve´ pour la premie`re correction quantique
a` la masse du soliton: (M1)SK = −1.169 + (−0.070) GeV (3.1)
56
Entre parenthe`ses figure la contribution du contreterme. Comme nous l’ avions annonce´, c’
est l’ inte´grale sur les de´phasages qui domine le re´sultat, la contribution du contreterme est
de ≈ 6 %. On s’ attend a` ce que les contretermes (inconnus) d’ ordre supe´rieur a` quatre
soient encore plus petits. Meˆme si le re´sultat (3.1) n’ est pas comple´tement inde´pendant de
l’ e´chelle µ choisie, nous pensons qu’ il constitue une bonne approximation de l’ e´nergie de
Casimir du soliton pour des e´chelles typiques des masses des hadrons. Nous avons e´tudie´
la variation du re´sultat en fonction de l’ e´chelle, et nous avons trouve´ que si au lieu de
µ = mρ on prend µ = 2mρ par exemple, M1 change a` peu pre`s de 10 % ce qui semble
raisonnablement petit.
Pour ce qui est de la valeur de M1 remarquons d’ abord que son signe est ne´gatif.
Ce signe est en accord avec les re´fs. [53-54]. Par contre la valeur de M1 est quatre a` cinq
fois plus grande que celle trouve´e dans ces travaux. La raison physique de ce de´saccord est
tre`s simple; les calculs [53-54] sont base´s sur une approximation de Born des de´phasages
ignorant l’ existence d’ e´tats propres non-perturbatifs comme les modes ze´ro. Or ces e´tats,
nous l’ avons vu, dominent l’ e´nergie de Casimir par leur contribution au de´phasage δ1, et
ne peuvent eˆtre ne´glige´s. De fac¸on tre`s ge´ne´rale et a` cause du the´ore`me de Levinson, ces
modes ze´ro “forcent” la fonction δ(p) d’ eˆtre e´gale a` 6π a` l’ origine p = 0. Remarquons
ici que la premie`re correction quantique a` la masse des solitons dans les the´ories en 1 + 1
dimensions est donne´e par une simple somme sur les e´tats lie´s de l’ ope´rateur de fluctuation
[55].
Le re´sultat (3.1) nous ame`ne a` e´mettre des doutes sur la validite´ de l’ approximation
semi-classique pour le calcul de la masse du nucle´on dans le mode`le de Skyrme. Le rapport
de la premie`re correction quantique sur la masse classique (qui est e´gale a` 1.23 GeV) est:
(
M1
NcM0 )SK = −1
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Cette valeur nous fait penser que l’ approximation semi-classique ne constitue pas un tre`s
bon cadre pour traiter le soliton du mode`le de Skyrme car ce dernier est sujet a` des effets
quantiques tre`s importants. Ces derniers ne peuvent pas vraiment eˆtre interpre´te´s comme
des “corrections” devant la masse classique. Le “skyrmion” est donc un soliton a` couplage
fort, ce qui n’ est pas adapte´ a` l’ approche des Lagrangiens effectifs ou` l’ on cherche a`
construire une approximation a` couplage faible.
Nos espoirs pour la description semi-classique du nucle´on ne sont pas vains moyen-
nant quelques conside´rations phe´nome´nologiques du meˆme type que celles qui conduisent
a` ge´ne´raliser le mode`le de Skyrme en incluant les me´sons de basse e´nergie. Pour e´tudier
leurs effets, prenons pour simplifier le Lagrangien local L2+4+6 qui correspond a` la limite
des grandes masses du mode`le unifie´ propose´ lors du chapitre I.
Calculant l’ e´nergie de Casimir avec la solution classique de ce nouveau Lagrangien (les
phases sont trace´es sur la figure (2.1)) nous trouvons qu’ elle diminue notablement: (M1)2+4+6 =
−0.795 + (−0.035) GeV (3.2)
La contribution du contreterme est aussi diminue´e par rapport au mode`le de Skyrme. La
masse classique, NcM0 est plus grande (1.59 GeV) dans ce mode`le et le rapport de la
premie`re correction quantique sur le terme dominant de la masse du nucle´on est:
(
M1
NcM0 )II = −0.52
La diminution de l’ e´nergie de Casimir du soliton dans le mode`le L2+4+6 peut eˆtre explique´e
physiquement par une augmentation de la taille du soliton dans ce dernier par rapport au
soliton du mode`le de Skyrme. On pourrait a` la limite “deviner” ce re´sultat simplement en
observant la courbe des phases (figure (2.1)). Sur cette courbe il est clair que l’ inclusion du
terme d’ ordre six a comme effet de re´duire la re´gion pour laquelle la phase est importante,
et par conse´quent l’ effet Casimir sur la masse du soliton. Cet effet a e´te´ aussi observe´ dans
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[56] dans une e´tude des effets quantiques vibrationnels a` la masse. Le fait que les effets
quantiques soient plus petits pour un objet ayant une extension spatiale plus importante n’
est qu’ une simple manifestation du principe d’ incertitude de Heisenberg.
On trouve donc que contrairement au mode`le de Skyrme, une simple ge´ne´ralisation a` un
Lagrangien effectif qui contient les effets des interactions du pion avec un me´son ω infiniment
massif (ou tout simplement l’ inclusion d’ un terme d’ ordre supe´rieur dans le de´veloppement
chiral) conduit a` un secteur baryonique consistent avec le de´veloppement semi-classique.
Le profil classique dans ce dernier mode`le conduit a` une hie´rarchie bien de´finie parmi les
diffe´rentes contributions a` la masse du nucle´on:
NcM0 > M1 > 1
Nc
M2 (3.3)
Le profil de la solution classique de´croˆıt plus vite en pre´sence du terme d’ ordre six, de sorte
que l’ on ait:
−
∫
d3xL2 > −
∫
d3xL4 > −
∫
d3xL6 (3.4)
ce qui justifie encore plus notre approximation qui consiste a` ne´gliger les contretermes d’
ordre six, huit etc. dans le de´veloppement chiral.
Une dernie`re remarque concernant la constante de couplage axiale du nucle´on gA. La valeur
de cette dernie`re est grande au niveau classique pour le mode`le L2+4+6 (gA = 1.37). Meˆme
si nous n’ avons pas calcule´ les contributions des boucles de pions a` cette observable on
peut penser, a` cause des re´sultats qualitatifs de la re´f. [53], que ces corrections vont dans la
bonne direction. Il faut pre´ciser ici qu’ un calcul complet de ces corrections quantiques a` gA
va probablement se compliquer par l’ introduction des coordonne´es collectives du nucle´on.
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4. Conclusions
Nous avons vu dans ce chapitre que le coefficientM1 constituant la premie`re correc-
tion quantique a` la masse du soliton-nucle´on de´pend fortement de la structure spe´cifique
du Lagrangien effectif. En particulier, nous avons montre´ la ne´cessite´ d’ inclure des termes
d’ ordre supe´rieur a` quatre dans le de´veloppement chiral. Il est maintenant clair que le
de´veloppement en h¯/Nc a des chances de fournir une bonne description du secteur bary-
onique, seulement quand le mode`le de Skyrme est ge´ne´ralise´ de fac¸on a` inclure certains
des effets du me´son ω. Ces conclusions restent valables quand on envisage d’ effectuer les
calculs de l’ e´nergie de Casimir avec l’ ope´rateur Ω complet [57].
Il est inte´ressant de remarquer qu’ on arrive qualitativement a` la meˆme conclusion qu’ au
chapitre I, ou` nous proposons un Lagrangien effectif pour la description unifie´e des me´sons
et des baryons. Le fait que le de´veloppement semi-classique des observables baryoniques
(e´quation (I.1)) est meilleur dans le mode`le L2+4+6 est en accord avec l’ ide´e d’ inclure dans
le Lagrangien Effectif plus de degre´s de liberte´ que ceux qui sont pre´sents dans le mode`le
de Skyrme [58].
Le cadre the´orique pour calculer syste´matiquement les corrections quantiques a` la
masse du nucle´on dans le contexte de la the´orie de perturbation chirale a e´te´ re´cemment
propose´ [59]. Connaissant le roˆle important que jouent les me´sons vecteurs ρ, ω et scalaires
dans la physique de la diffusion ππ il serait tre`s interessant dans l’ avenir d’ aller plus loin
et de calculer l’ e´nergie de Casimir dans un mode`le ou` les me´sons scalaires et vecteurs sont
explicitement pre´sents. L’ issue d’ un tel calcul sera de la plus haute importance pour le
de´veloppement semi-classique des observables baryoniques et de son utilite´ pratique.
Un aspect qui ne doit pas eˆtre ne´glige´ dans les futures e´tudes des fluctuations quantiques au-
tour des solutions classiques des Lagrangiens effectifs est la de´termination des contretermes
d’ ordre supe´rieur. Meˆme si comme on a vu leur partie finie ne doit pas affecter beaucoup
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la magnitude de la masse du nucle´on, ils sont ne´cessaires pour e´liminer la de´pendance par
rapport a` l’ e´chelle µ des observables physiques.
Pour ce qui est des ordres supe´rieurs a` quatre dans le de´veloppement chiral, tre`s peu d’
auteurs ont entrepris une e´tude syste´matique pour justifier le choix des termes a` y inclure.
Ces e´tudes sont complique´es par le manque d’ informations experimentales sur les constantes
qui figurent devant ces termes d’ ordre supe´rieur. On peut e´ventuellement envisager d’
introduire des contraintes pour spe´cifier la forme du Lagrangien effectif aux ordres chiraux
e´leve´s, comme il a e´te´ sugge´re´ par quelques auteurs [60-61].
Terminons ce chapitre en faisant une dernie`re remarque sur les calculs de la re´sonance
Roper du nucle´on avec ces mode`les de soliton topologique. D’ apre`s nos re´sultats il ne
semble pas e´tonnant que le calcul de cette observable dans le cadre du mode`le de Skyrme
soit en de´saccord avec la phe´nome´nologie. Une premie`re ame´lioration de la pre´diction pour
la masse de cette re´sonance peut-eˆtre envisage´e apre`s l’ inclusion du terme d’ ordre six.
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Chapitre III
Sur la stabilite´ des solitons topologiques
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Le nucle´on e´tant une particule stable, cette stabilite´ doit eˆtre retrouve´e dans les
mode`les ou` le nucle´on est conside´re´ comme un soliton topologique. Dans ce contexte, il faut
donc s’ assurer non seulement de l’ existence de la solution de type soliton, mais aussi de
la positivite´ du spectre des fluctuations autour de cette dernie`re.
Cette question de la stabilite´ a e´te´ d’ abord pose´e par Skyrme dans son travail original.
Il a remarque´ que le mode`le σ non-line´aire ne posse`de pas de solution non-triviale stable
par rapport aux dilatations. Pour construire une solution de type soliton il a propose´ d’
ajouter a` ce mode`le un terme d’ ordre quatre par rapport au gradient du champ unitaire
U . Plus tard il a e´te´ propose´ de stabiliser le mode`le σ non-line´aire par des termes couplant
le champ du pion au me´son ρ, ce dernier e´tant conside´re´ comme un champ de jauge chirale.
La solution classique du syste`me πρ trouve´e dans ce contexte [62] est instable comme il a
e´te´ montre´ plus tard [63]. Ce re´sultat me´rite inspection car a` la limite ou` le champ du ρ
devient tre`s lourd, le syste`me πρ conside´re´ dans ces travaux, tend vers le mode`le de Skyrme
qui bien suˆr posse`de des solutions stables. L’ instabilite´ du soliton quand le pion se couple
au champ du ρ est d’ autant plus e´tonnante, si on se rappelle que le syste`me πω [23], du
point de vue de la stabilite´, est parfaitement cohe´rent [32] avec sa limite locale.
1. Re´alisations non-line´aires de la syme´trie chirale
Dans ce chapitre nous allons e´tudier en de´tail le syste`me πρ dans le but d’ e´claircir ce
proble`me d’ instabilite´, et de lever les ambiguite´s qui existent dans la litte´rature. L’ accent
sera mis sur les diffe´rentes manie`res possibles d’ introduire le me´son ρ dans les Lagrangiens
phe´nome´nologiques, quand la syme´trie chirale est re´alise´e d’ une fac¸on non-line´aire [64]. La
re´alisation non-line´aire est de´finie en spe´cifiant l’ action de l’ e´le´ment G de SU(2)⊗ SU(2)
sur les e´le´ments u(~π) de l’ espace quotient SU(2)⊗ SU(2)/SU(2)V :
u(~π)→G gLu(~π)h†(~π) = h(~π)u(~π)g†R (1.1)
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u(~π) e´tant la racine carre´e du champ chiral: u = U1/2 = ei~τ .~π/2. gL et gR sont des
matrices de SU(2)L et SU(2)R respectivement. Il est clair sur l’ e´quation (1.1) que cette
loi de transformation pour u est non-line´aire car la matrice de rotation h doit de´pendre du
champ du pion pour satisfaire a` l’ e´galite´ (1.1). Avec cette de´finition le champ chiral U se
transforme line´airement: U → gLUg†R.
Deux repre´sentations diffe´rentes pour le champ du me´son ρ vont eˆtre conside´re´es ici.
L’ une, conventionnelle [65], consiste a` supposer que ce champ vecteur (V˜µ) se transforme
comme un boson de jauge du groupe “cache´” h(π):
V˜µ → h(π)V˜µh†(π) + i
g
h(π)∂µh(π)
† (1.2)
Dans la section 2 nous allons revoir ce qui a e´te´ fait dans la litte´rature en ce qui concerne l’
instabilite´ du soliton dans cette approche. La section 3 sera consacre´e a` l’ e´tude de´taille´e de
la stabilite´ du soliton dans le cas d’ une transformation homoge`ne pour les champs vecteurs:
Vµ → h(π)Vµh†(π) (1.3)
2. Le soliton du syste`me πρ dans une formulation “Yang-Mills”
Il n’ est pas difficile de montrer que le Lagrangien minimal respectant la syme´trie chirale
dans la repre´sentation de´finie par les lois (1.1) et (1.2), s’ e´crit comme:
LYMπρ = −
1
4
Tr(V˜µν V˜
µν) +
1
2
M2ρTr(
[
V˜µ − i
g
Γµ
]2
) +
f2π
4
Tr(uµuµ) (2.1)
avec V˜µν = ∂µV˜ν − ∂ν V˜µ − ig[V˜µ, V˜ν ], Γµ = 12(u†∂µu+ u∂µu†) et uµ = i(u†∂µu− u∂µu†).
Le Lagrangien LYMπρ contient outre les termes quadratiques, des termes cubiques et
quartiques par rapport aux champs vecteurs. Le couplage πρ dans le secteur des me´sons est
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en accord avec la notion de dominance vectorielle [65], et de fac¸on ge´ne´rale ce Lagrangien
de´crit raisonnablement bien les interactions entre les me´sons π et ρ.
Passons maintenant au secteur baryonique et remarquons qu’ a` la limite ou` la masse du
me´son ρ devient grande, le terme de Yang-Mills [66] V˜ 2µν donne naissance a` un terme de
Skyrme dans le de´veloppement local. Par cette observation on pourrait penser que (2.1)
posse`de des solutions classiques stables. Il n’ en est rien. Pour le voir il faut d’ abord e´crire
la masse du soliton en termes de profils sphe´riques en adoptant l’ ansatz du he´risson pour le
champ chiral et la configuration la plus ge´ne´rale pour les composantes spatiales du champ
V˜µ classique:
V˜i = v˜1(τi − (~τ .rˆ)rˆi) + v˜2(~τ .rˆ)rˆi + v˜3(~τ × rˆ)i (2.2)
Alors la masse statique du soliton, exprime´e en termes des profils radiaux F (r), v˜i(r) (i =
1, 2, 3) se met sous la forme
M =4π
∫ ∞
0
drr2
{f2π
2
[
F˙ 2 + 2
sin2 F
r2
]
+M2ρ
[
2v˜21 + v˜
2
2 + 2(v˜3 +
1
2gr
(1− cosF ))2]
+ 4(
v˜3
r
+ g(v˜21 + v˜
2
3))
2 + 2(˜˙v3 +
v˜3
r
+ 2gv˜1v˜2)
2 + 2(˜˙v1 +
v˜1 − v˜2
r
− 2gv˜2v˜3)2
} (2.3)
Il existe des configurations spe´ciales pour lesquellesM posse`de des solutions classiques. Par
exemple, les auteurs de la re´f. [62] ont montre´ qu’ il existe une solution non-triviale des
e´quations du mouvement F (r), v˜3(r), v˜1 = v˜2 = 0 (avec v˜3 =
−G(r)
2r pour retrouver leurs
notations). Cependant, il a e´te´ ulte´rieurement montre´ par les auteurs de la re´f. [63], que
cette solution n’ est pas stable car elle peut eˆtre rendue triviale (F = v˜3 = 0) par une
de´formation continue des composantes v˜1, v˜3. Cette de´formation est possible a` e´ffectuer
dans l’ approche de Yang-Mills, car les composantes v˜1, v˜2 se couplent a` v˜3. Comme on
peut voir sur l’ e´quation (2.3) ces couplages de´stabilisants ont lieu dans les termes cubiques
et quartiques de la densite´ d’ e´nergie de Yang-Mills. Ces instabilite´s se manifestent aussi
dans le cas le plus ge´ne´ral qui consiste a` extre´miser la fonctionnelle (2.3) non seulement
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par rapport aux fluctuations de F, v˜3 mais aussi par rapport a` celles de v˜1, v˜2. Ceci a e´te´
e´tudie´ dans [67] ou` il est trouve´ que la seule solution est celle qui correspond au vide trivial
F = v˜i = 0 (i = 1, 2, 3), donnant ainsi M = 0. Il n’ existe pas de solution stable dans le
secteur non-trivial du Lagrangien (2.3).
Une autre proprie´te´ des solitons du Lagrangien (2.3) doit retenir notre attention ici.
Supposons que l’ on ajoute a` LYMπρ des termes stabilisateurs d’ ordre quatre en de´rive´es
du champ U . Dans ce cas, il existe des solutions classiques non-triviales pour les fonctions
F, v˜1, v˜2, v˜3 [67], mais un nouveau proble`me apparaˆıt: l’ existence de deux solitons de´ge´ne´re´s
dans le spectre classique. Ceci est duˆ a` l’ invariance de la masse classique du soliton par
rapport a` la transformation discre`te des fonctions de profils :
v˜1 → −v˜1
v˜2 → −v˜2
v˜3 → v˜3
(2.4)
Les solutions (F, v˜1, v˜2, v˜3) et (F,−v˜1,−v˜2, v˜3) forment un doublet de solitons. Une fois
quantifie´, ce doublet de solitons donnera naissance a` deux e´tats baryoniques quasi-de´ge´ne´re´s.
Ceci n’ est e´videmment pas observe´ dans la Nature.
Quelques mots sur ce doublet de baryons. Les auteurs de [67] l’ ont interprete´ comme
un “doublet de parite´”. Pour notre part, nous nous gardons de l’ appeller ainsi, car la
transformation (2.4) n’ a rien d’ une ope´ration de parite´ telle qu’ elle est de´finie en the´orie
des perturbations [68]. Pour le voir il suffit d’ e´crire le champ du vecteur de fac¸on a` expliciter
les indices de spin et d’ isospin dans la configuration (2.2): V˜i = τkV˜ki
V˜ki = v˜1(δki − rˆkrˆi) + v˜2rˆkrˆi − v˜3ǫkimrˆm (2.5)
Alors la transformation (2.4) pour les composantes du champ du ρ, s’ exprime de la fac¸on
compacte:
V˜ki → −V˜ik (2.6)
66
Cette transformation n’ a rien d’ habituel, car il s’ agit d’ inverser le signe du champ et
e´changer les indices de spin et d’ isospin. Cette syme´trie ne peut exister que dans le secteur
topologique du Lagrangien (2.1), ou` pre´cise´ment les indices de spin et d’ isospin des champs
sont confondus a` ceux de l’ espace de configuration pour un he´risson. C’ est la raison
pour laquelle nous pensons qu’ il ne faut pas interpre´ter cette transformation comme une
transformation de parite´.
Pour re´sumer donc, quand le me´son ρ est suppose´ se transformer comme un boson de
jauge du groupe cache´ h (e´quation (1.2)), le syste`me πρ ne posse`de pas de solution classique
stable en l’ absence de termes d’ ordre supe´rieur. En pre´sence de termes stabilisateurs, il
apparaˆıt un doublet non-physique d’ e´tats baryoniques.
3. Transformation homoge`ne des champs vecteurs
Comme nous pensons qu’ il n’ y a aucune raison viable de conside´rer que le me´son ρ est un
boson de jauge nous postulons une loi de transformation homoge`ne dans ce qui suit:
Vµ → h(π)Vµh†(π) (3.1)
h e´tant la matrice de´finie par l’ e´quation (1.1). Puisque h est locale, les gradients doivent
eˆtre ge´ne´ralise´s pour se transformer eux aussi comme les champs Vµ. Pour cela il faut y
ajouter un terme contenant la quantite´ Γµ de´finie dans la section pre´ce´dente:
∇µVν =∂µVν + [Γµ, Vν ]
Le Lagrangien du syste`me πρ, a` l’ ordre le plus bas par rapport aux champs vecteurs, et
invariant par les transformations (1.1) et (3.1), est donne´ par:
LV = −1
4
Tr
{
(Vµν + i
gV√
2
[uµ, uν])
2
}
+
M2ρ
2
Tr(VµV
µ) +
f2π
4
Tr(uµuµ) (3.2)
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ou` Vµν = ∇µVν −∇νVµ, gV est la constante de couplage du pion au me´son ρ. Comme il
est montre´ dans l’ Appendice A, le Lagrangien (3.2) est le plus simple conduisant a` un
Hamiltonien qui soit borne´ infe´rieurement. Ce Lagrangien est quadratique par rapport aux
champs vecteurs.
Nous allons e´tudier la stabilite´ du secteur topologique dans le syste`me πρ, mais nous voulons
aussi e´tablir une analogie entre le me´canisme de stabilisation dans le syste`me πρ et celui du
syste`me πω. En fait, on peut montrer que dans ce dernier mode`le, la stabilite´ est duˆe a` une
contrainte secondaire a` laquelle le champ du ω obe´it. Pour mieux illustrer le roˆle joue´ par
les contraintes dans le me´canisme de stabilisation du soliton pour le syste`me πρ, nous avons
de´libe´re´ment choisi de ne pas conside´rer dans ce qui va suivre la the´orie (3.2), dans laquelles
les champs contraints V0 ne peuvent pas se coupler au courants statiques du pion. Nous
allons plutoˆt e´tudier une the´orie avec des contraintes, e´quivalente a` (3.2), l’ e´quivalence
e´tant comprise au sens des transformations canoniques et sera montre´e dans l’ Appendice
A. Dans cette the´orie le champ du ρ est de´fini en termes de champs tenseurs antisyme´triques
Wµν se transformant comme Wµν → h(π)Wµνh†(π) par une rotation chirale, et la densite´
Lagrangienne est donne´e par [43]:
Lπρ =− 1
2
Tr(∇µWµν∇σW σν) +
M2ρ
4
Tr(WµνW
µν)
+
f2π
4
Tr(uµu
µ) + i
Gρ
2
√
2
Tr(Wµν [u
µ, uν ])
(3.3)
avec Wµν = τkW
k
µν k e´tant un indice d’ isospin. La contribution de l’ e´change d’ un ρ
a` la diffusion ππ avec les couplages du Lagrangien (3.3) a e´te´ syste´matiquement e´tudie´e
dans [69] et [70] pour le cas de trois saveurs. Il a e´te´ trouve´ par les auteurs de [70] que
cette contribution est identique a` celle duˆe au Lagrangien (2.1). L’ e´quivalence des deux
approches dans les ordres dominants de la diffusion ππ est mieux perc¸ue a` la limite des
grandes masses pour le me´son ρ. En effet, l’ e´quation du mouvement du champ Wµν , a`
68
cette limite, nous dit que Wµν → Gρ
i
√
2M2ρ
[uµ, uν ]. En remplac¸ant cette dernie`re expression
de Wµν dans (3.3), on obtient:
Lπρ(Mρ, Gρ →∞) → f
2
π
4
Tr(∂µU∂
µU †) +
G2ρ
8M2ρ
Tr([∂µUU
†, ∂νUU
†]2) (3.4)
en utilisant la relation uµ = iu
†(∂µUU
†)u. Comme nous l’ avons mentionne´ dans la section
pre´ce´dente, la limite locale du Lagrangien LYMπρ est aussi donne´e par l’ e´quation (3.4). La
contribution du prochain terme (d’ ordre six) du de´veloppement en puissances du champ
du pion, a` la composante temporelle du tenseur impulsion-energie, est ne´gative, comme on
peut le voir sur son expression:
L(6)πρ ≈ Tr(∇µ[uµ, uν ]∇σ[uσ, uν ]) (3.5)
En vertu de cette relation nous pouvons anticiper que l’ energie de la solution classique de
l’ e´quation (3.3), si cette solution existe, sera infe´rieure a` celle du Skyrmion de l’ e´quation
(3.4).
Repre´senter des champs vecteurs par des tenseurs antisyme´triques suppose que l’ on con-
traint les degre´s de liberte´ redondants. Il est donc naturel de se consacrer en premier a`
la construction du Hamiltonien associe´ au Lagrangien (3.3), afin d’ e´liminer les champs
obe´issant a` des contraintes.
a. Le Hamiltonien
Il n’ est pas difficile de voir que les composantes spatiales du tenseur Wµν ne sont pas
des degre´s de liberte´ physiques par construction. En effet, les moments canoniquement
conjugue´s du champ Wµν que l’ on appelera πµν sont donne´s par:
πµν =
∂Lπρ
∂[∂0Wµν ]
= −2ηµ0∇σW σν (3.6)
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η e´tant la me´trique de l’ espace-temps. Il est imme´diat de de´duire que πij = 0, et par
conse´quent les champs Wij ne se propagent pas. Contrairement au cas des the´ories de
Yang-Mills massives ou` les champs contraints V˜0 se couplent a` des de´rive´es temporelles
disparaissant a` la limite statique, ici les champs contraints Wij se couplent au courants
statiques du pion. Pour trouver la contrainte a` laquelle les Wij obe´issent il faut calculer
le Hamiltonien primaire. La terminologie “primaire” utilise´e dans le formalisme de Dirac-
Bergmann [71], sous-entend que cet Hamiltonien contient tous les champs, meˆme ceux qui
sont contraints. Il sera utile de parame´triser de la fac¸on suivante le champ chiral:
U = exp (i~τ FˆF ) (3.7)
Avec cette de´finition le Lagrangien du mode`le σ non-line´aire s’ e´crit sous la forme compacte:
LσNL =f
2
π
2
∂µ ~F G ∂µ ~F
Gab =FˆaFˆb + sin
2 F
F 2
(δab − FˆaFˆb)
(3.8)
L’ isotenseur G est en fait la “me´trique” du groupe SU(2) et son spectre est positif. Avec
ces notations, Γµ et les gradients du pion uµ sont donne´s par:
Γµ =i
sin2(F/2)
F
τaǫabcFˆb∂µFc
uµ =− τa
[
FˆaFˆb +
sinF
F
(δab − FˆaFˆb)
]
∂µFb
(3.9)
On a e´galement besoin de l’ expression du moment conjuge´ ~φ du champ ~F . Il est de la
forme:
~φ =
∂Lπρ
∂[∂0 ~F ]
= f2πG ∂0 ~F +
4Gρ√
2
N †i ~W0i −M†0i~π0i (3.10)
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avec la de´finition suivante des ope´rateurs d’ isospin Ni et M0i :
(Ni)ab =ǫpqa∂iFr sinF
F
[
(1− sinF
F
)(FˆpFˆbδqr + FˆqFˆrδpb) +
sinF
F
δqrδpb
]
(M0i)ab =− 2 sin
2(F/2)
F
[
δab(Fˆ . ~W0i)− Fˆa(W0i)b
] (3.11)
On e´limine les de´rive´es temporelles des champs, en inversant les e´quations (3.6) et (3.10),
ce qui permet d’ e´crire le Hamiltonien de la the´orie en termes de variables canoniquement
conjuge´es: HP =
∫
d3x(~πµν∂0 ~W
µν + ~φ∂0 ~F −Lπρ). Ne´gligeant les termes de surface, on
obtient apre`s inte´gration par parties l’ expression:
HP =
∫
d3x
{
~π20i
4
+
1
2f2π
[
~φ− 4Gρ√
2
~W0iNi + ~π0iM0i
] G−1 [~φ− 4Gρ√
2
N †i ~W0i +M†0i~π0i
]
+
f2π
2
∂i ~F G ∂i ~F + ~A2i0i +M2ρ ~W 20i
− M
2
ρ
2
~W 2ij −
iGρ√
2
(Wij)k[ui, uj ]k − ~π0i ~Ajji
}
(3.12)
avec les notations:
(Aαβγ)k =
1
2
Tr(τk∇αWβγ)
[ui, uj ]k =
1
2
Tr(τk[ui, uj])
(3.13)
De´finissons maintenant les crochets de Poisson fondamentaux, liant les champs canonique-
ment conjugue´s:
{
W kµν(x), π
l
ρσ(y)
}
[x0=y0]
=
1
2
δkl(ηµρηνσ − ηµσηνρ)δ3(~x− ~y) (3.14)
ou` l’ on a antisymetrise´ les indices de spin dans l’ expression habituelle, k et l sont des
indices d’ isospin. Remarquons que cette e´quation est incompatible avec la relation ~πij = 0.
Pour s’ en sortir il suffit de traiter les variables ~πij de fac¸on un peu particulie`re. Imposons
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la conservation dans le temps de la contrainte primaire. Les variations des champs e´tant
e´gales a` leur crochets de Poisson avec le Hamiltonien, cette conservation est assure´e par:
{
πij(x), HP
}
= 0 (3.15)
En reportant l’ expression de HP (eq. (3.12)) dans ce crochet, et en utilisant les crochets
fondamentaux de´finis plus haut, on arrive a` l’ e´quation de la contrainte secondaire apre`s
quelques inte´grations par parties. Cette dernie`re peut-eˆtre e´crite sous forme matricielle:
Wij =
1
2M2ρ
{
− i
√
2Gρ[ui, uj] +∇iπ0j −∇jπ0i
}
(3.16)
Cette formule est l’ e´quivalente de la loi de Gauss [72].
L’ e´quation (3.16) est formellement analogue a` celle obtenue par les auteurs de [32], pour
le syste`me πω:
ω0 =
1
m2ω
(−βωB0 + ∂iΩi)
concernant la composante temporelle du champ du me´son ω dans le mode`le de la re´f. [23].
Ωi sont les moments conjuge´s des champs ωi et B0 est la densite´ de charge baryonique.
Nous sommes maintenant en position d’ e´crire le Hamiltonien physique (secondaire),
en remplacant Wij (e´quation (3.16)) dans HP . Nous obtenons:
HS =
∫
d3x
{
~π20i
4
+
1
2f2π
[
~φ− 4Gρ√
2
~W0iNi + ~π0iM0i
] G−1 [~φ− 4Gρ√
2
N †i ~W0i +M†0i~π0i
]
+
f2π
2
∂i ~F G ∂i ~F + ~A2i0i +M2ρ ~W 20i
+
1
2M2ρ
[1
2
(∇iπ0j −∇jπ0i)k − iGρ√
2
[ui, uj]k
]2}
(3.17)
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En principe, il faut ajouter a` cet Hamiltonien des multiplicateurs de Lagrange, pour s’
assurer que les contraintes primaire et secondaire soient prises en compte dans la dynamique.
Ici nous simplifions le proble`me, en posant ces multiplicateurs identiquement e´gaux a` ze´ro,
mais ceci n’ alte´rera pas la ge´ne´ralite´ de nos conclusions.
Avant de passer a` la construction des solutions statiques remarquons qu’ en vertu de
l’ e´quation de la contrainte secondaire, toute tentative d’ annuler le champ du ρ par une
de´formation continue va se heurter a` la re´pulsion duˆe au terme de Skyrme qui est explicite-
ment pre´sent dans le Hamiltonien secondaire. Ceci nous rappelle fortement le me´canisme
de stabilisation du soliton dans le cas du syste`me πω [23], ou` la re´pulsion stabilisatrice
provient d’ un terme d’ ordre six dans le de´veloppement chiral.
Nous allons maintenant chercher les solutions classiques de l’ e´quation (3.17) dans le
secteur de charge baryonique unite´.
b. Solutions classiques
Conside´rons l’ ansatz du he´risson, de´ja` rencontre´ au cours des chapitres pre´ce´dents:
~F = rˆF, W0i = fπ
[
w1(τi − (~τ .rˆ)rˆi) + w2(~τ .rˆ)rˆi − w3(~τ × rˆ)i
]
~φ = rˆ
f2π
r
φ, π0i =
fπ
r
[
π1(τi − (~τ .rˆ)rˆi) + π2(~τ .rˆ)rˆi − π3(~τ × rˆ)i
] (3.18)
La forme (3.18) pour les champs vecteurs W0i et π0i est la configuration la plus ge´ne´rale,
compatible avec la syme´trie sphe´rique. Les profils F, φ, w1, w2, w3, π1, π2, π3 sont des fonc-
tions de la variable radiale r (et du temps e´ventuellement, mais de toute fac¸on cette
de´pendance n’ est qu’ implicite dans le formalisme Hamiltonien). Une fois les configu-
rations (3.18) reporte´es dans le Hamiltonien (3.17), il est naturel de se´parer ce dernier en
deux parties, car les champs se de´couplent exactement:
H = 4πf2π
∫ ∞
0
dr
[HQ(F, φ, w1, w2, w3, π1, π2) +Hπρ(F, π3)] (3.19)
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Le premier terme, HQ, est positif et quadratique dans les champs φ, w1, w2, w3, π1, π2:
HQ =1
2
(φ+ 2gρw3 sinF )
2 +
π22
4
+
π21
2
+ (rw˙2 + 2w2 − 2 cosFw1)2
+ (Mρr)
2(w22 + 2w
2
1 + 2w
2
3) +
1
2M2ρ
(π˙1 − cosF π2
r
)2
(3.20)
gρ est la constante de couplage sans dimension, gρ = 2
√
2Gρ/fπ.
Cet Hamiltonien est nul a` la limite statique. Pour le prouver, conside´rons l’ ensemble d’
e´quations δ
[ ∫ ∞
0
drHQ
]
= 0 pour des champs statiques. Tout d’ abord, celles concernant
les champs φ et w3 donnent identiquement φ = w3 = 0. Pour les autres champs il suffit de
remplacer les variables w1, w2, π1, π2 par les variables p1 et p2:
w1 =
cosF
M2ρ r
2
p1 , w2 =
p˙1
M2ρ r
π1 =
p˙2
M2ρ
, π2 =
2 cosF
M2ρ r
p2
(3.21)
Les e´quations de Hamilton se re´duisent a`:
p¨i =(M
2
ρ +
2 cos2 F
r2
)pi i = 1, 2 (3.22)
En multipliant cette e´quation par pi et en inte´grant par parties le membre de gauche on
arrive a` l’ expression:
∫ ∞
0
dr
[
p˙2i + p
2
i (M
2
ρ +
2 cos2 F
r2
)
]
= 0 (3.23)
La seule solution est e´videmment la solution triviale pi = p˙i = 0, par conse´quent w1 = w2 =
π1 = π2 = 0 ce qui comple`te la de´monstration. Pour des solutions de type soliton, nous
avons donc montre´ que:
(HQ)statique = 0 (3.24)
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Il est clair que la de´ge´ne´rescence au niveau de la masse classique rencontre´e dans la section
2, ne peux pas avoir lieu ici, les champs w1, w2, π1, π2 sont nuls de fac¸on triviale. En plus,
ils se de´couplent de la composante non-nulle a` la limite statique π3.
En ce qui concerne la deuxie`me partie du Hamiltonien, nous trouvons l’ expression
suivante pour Hπρ:
Hπρ =1
2
[
(rF˙ )2 + 2 sin2 F + π23
]
+
1
2M2ρ
{
(gρ sinFF˙ − π˙3)2 + 2(gρ sin
2 F
2r
− cosF π3
r
)2
}
(3.25)
Cherchons maintenant des solutions ayant une charge topologique unite´. Pour cela, il faut
imposer des conditions aux limites F (0) = π et F (∞) = 0 et re´soudre les deux e´quations
de Hamilton, qui vont rendre Hπρ stationnaire par rapport aux variations arbitraires des
champs F and π3. Ces e´quations sont de la forme:
p˙ =sin 2F + gρπ3 sinF + 2D
π3 sinF
M2ρ r
(3.26a)
C˙ =2D
cosF
r
−M2ρπ3 (3.26b)
avec C = gρ sinFF˙ − π˙3, D = gρ sin
2 F
2r
− cosF π3
r
et p = r2F˙ . Ces e´quations sont re´solues
nume´riquement (voir figure (3.1)).
On ve´rifie tre`s aise´ment que la forme asymptotique de la solution des e´quations (3.26a-
b) est compatible avec les conditions aux limites impose´es au champ chiral. La solution
asymptotique de (3.26b) pour le champ π3 est de la forme (Cte)e
−Mρr. La valeur de gρ
utilise´e (gρ = 2.1) reproduit la largeur de de´sinte´gration ρ → ππ au premier ordre des
perturbations.
Il est inte´ressant d’ observer que notre solution classique pour les champs F, π3 est qual-
itativement semblable a` celle obtenue par les auteurs de [62] pour les champs correspon-
dants F, v˜3. La masse classique de la solution pre´sente a` la figure (3.1) est de 1.14 GeV,
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le´ge´rement infe´rieure a` celle que l’ on trouve dans le mode`le de Skyrme correspondant
(e =
√
2Mρ/fπgρ), comme nous l’ avions pre´dit au de´but de cette section. Cette “attrac-
tion” provenant de l’ interaction du champ chiral avec le me´son ρ est aussi a` l’ origine de
la compression le´ge`re que la solution subit par rapport au mode`le de Skyrme. En effet, si
l’ on calcule le rayon isoscalaire du soliton
< r2 >I=0=
2
π
∫ ∞
0
r2dr(−F˙ sin2F ) (3.27)
nous trouvons < r2 >
1/2
I=0= 0.35 fm, contre 0.4 fm dans le mode`le de Skyrme.
Nous avons aussi ve´rifie´ qu’ il existe une solution des e´quations (3.26a-b) pour toute valeur
de la constante de couplage gρ.
c. Stabilite´
On va s’ inte´resser au signe de la seconde variation du Hamiltonien (3.19) par rapport
aux petites fluctuations des champs autour de la solution classique. On conside`re des
fluctuations monopolaires [73], correspondant a` un mode de vibration scalaire:
F = F0(r) + δF (r, t), φ = φ0(r) + δφ(r, t)
πi = π
0
i (r) + δπi(r, t), wi = w
0
i (r) + δwi(r, t) i = 1, 2, 3
(3.28)
Conside´rons d’ abord le terme HQ. En vertu des re´sultats analytiques vus plus haut,
la partie statique des champs π1, π2, w1, w2, w3, φ est nulle. Alors, leur contribution a` la
variation du Hamiltonien se de´couple des fluctuations de F , et on a la relation simple
δ(2)HQ(F, φ, w1, w2, w3, π1, π2) = HQ(F0, δφ, δw1, δw2, δw3, δπ1, δπ2) (3.29)
Nous avons montre´ analytiquement que HQ ne peut avoir qu’ une contribution positive a`
la fluctuation de la masse. Il en re´sulte que les composantes π1, π2, w1, w2 ne de´stabilisent
pas le soliton.
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Inte´ressons nous maintenant au terme Hπρ, pour de´terminer si des fluctuations ar-
bitraires des champs F et π3 ne de´stabilisent pas la solution classique. D’ abord, effec-
tuons un test pre´liminaire pour de´terminer si cette solution est un minimum local par
rapport a` une classe de transformations d’ e´chelle. Conside´rons a` cette fin l’ inte´grale
I =
∫∞
0
dr
[Hπρ(F, π3)]. Cette inte´grale est e´gale a` la masse du soliton a` un facteur multi-
plicatif pre`s, et elle peut s’ exprimer comme une somme I = I1 + I2 + I3 + I4 + I5 avec
I1 =
1
2
∫ ∞
0
drπ23
I2 =
1
2
∫ ∞
0
dr
[
(rF˙ )2 + 2 sin2 F
]
I3 =
1
2M2ρ
∫ ∞
0
dr
[
(gρ sinFF˙ )
2 + 2(gρ
sin2 F
r
)2
]
I4 = − 1
2M2ρ
∫ ∞
0
dr
[
2π˙3(gρ sinFF˙ ) + 4 cosF
π3
r
(gρ
sin2 F
r
)
]
I5 =
1
2M2ρ
∫ ∞
0
dr
[
π˙23 + 2 cos
2 F
π23
r2
]
(3.30)
Effectuons maintenant la transformation suivante de la solution classique:
F0(r) → F0(λr) , π03(r) → γπ03(λr) (3.31)
λ et γ e´tant deux parame`tres arbitraires. Par cette transformation d’ e´chelle globale, I
devient:
Iλγ =
1
λ
(γ2I1 + I2) + λ(I3 + γI4 + γ
2I5) (3.32)
De´veloppons cette expression autour de la solution classique (λ = 1 + ǫλ, γ = 1 + ǫγ) avec
ǫλ, ǫγ << 1. Au premier ordre, la stationnarite´ de l’ Hamiltonien fournit des relations
entre les diffe´rentes contributions a` la masse. On trouve
I1 + I2 =I3 + I4 + I5
2(I1 + I5) =− I4
(3.33)
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relations que l’ on ve´rifie avec la solution de la section pre´ce´dente. Par ailleurs ceci con-
stitue un excellent test de la me´thode de re´solution nume´rique. La variation quadratique
maintenant peut se mettre sous la forme:
δ(2)Iλγ = ( ǫλ ǫγ )
(
2(I1 + I2) −4I1
−4I1 2(I1 + I5)
)(
ǫλ
ǫγ
)
(3.34)
Parmi les valeurs propres de la matrice de cette forme quadratique une est positive. La
positivite´ de la deuxie`me valeur propre est moins simple a` e´tablir. On peut formuler la
condition ne´cessaire pour la stabilite´ de la solution classique, en d’ autres termes le the´ore`me
de Derrick ge´ne´ralise´ pour le syste`me πρ, par l’ ine´galite´:
(I1 + I2)(I1 + I5)− 4I21 > 0 (3.35)
Nous n’ avons malheureusement pas pu e´tablir analytiquement que la solution de la section
pre´ce´dente satisfait a` cette ine´galite´. Malgre´ tout le membre de gauche de (3.35) peut se
calculer nume´riquement et en effet, nous avons trouve´ qu’ il est positif pour toute solution
classique (en fait pour toute valeur de la constante gρ). Le soliton est donc un minimum
local par rapport a` la transformation (3.31).
Le fait que la solution soit un minimum local pour des transformations d’ e´chelle, ne
constitue pas une condition suffisante pour sa stabilite´. Pour de´terminer une telle con-
dition, il faut conside´rer des fluctuations plus ge´ne´rales, de la forme F = F0 + δF (r, t)
π3 = π
0
3 + δπ3(r, t).
La variation de l’ Hamiltonien au second ordre par rapport a` ces fluctuations est:
δHπρ = 2πf2π
∫ ∞
0
ψ†Mψdr (3.36)
ou` ψ est un vecteur a` deux composantes ψ† = (δF δπ3) etM est un ope´rateur hermitique,
fonction de la variable r. Ses e´le´ments de matrice sont:
78
M(δF,δF ) =− d
dr
(r2 +
g2ρ
M2ρ
sin2 F0)
d
dr
+ 2 cos 2F0
− g
2
ρ
M2ρ
[
sin 2F0F¨0 + cos 2F0F˙
2
0 −
sin2 F0
r2
(3− 4 sin2 F0)
]
+
1
M2ρ r
2
[
gρ cosF0(π¨
0
3r
2 + π03(9 sin
2 F0 − 2))− 2(π03)2 cos 2F0
]
M(δπ3,δπ3) =
1
M2ρ
[− d2
dr2
+ (M2ρ + 2
cos2 F0
r2
)
]
M(δF,δπ3) =
1
M2ρ
[
gρ sinF0
d2
dr2
+
1
r2
(−2 sin 2F0π03 + gρ(3 sin2 F0 − 2) sinF0)
]
M(δπ3,δF ) =(M(δF,δπ3))†
(3.37)
Il est inte´ressant de noter que sur les deux premie`res lignes de cette e´quation, et parce que
les termes en π03 dans (3.37) aussi bien que le potentiel sont d’ ordre 1/M
4
ρ ou plus, on
retrouve l’ ope´rateur de fluctuation du Skyrmion. Cet ope´rateur a un spectre positif comme
il est montre´ dans la re´f. [74].
Pour montrer finalement la stabilite´ il faut montrer que le spectre de M se situe du
coˆte´ des fre´quences positives. C’ est ce qui a e´te´ fait dans [72] en utilisant deux me´thodes
diffe´rentes. La premie`re consiste a` diagonaliser une approximation discre´tise´e de M, dans
laquelle nous n’ avons trouve´ que des valeurs propres positives et la deuxie`me consiste a`
re´soudre les e´quations aux valeurs propres pour des e´nergies ne´gatives, pour laquelle nous
avons trouve´ que le determinant de Jost [75] associe´ a` M ne change pas de signe.
En de´finitive, nous avons montre´ que le me´son ρ peut stabiliser le soliton d’ une
manie`re tre`s similaire a` celle que l’ on rencontre quand on introduit le me´son ω.
4. Conclusions
Il a e´te´ montre´ par les auteurs de la re´f. [70], qu’ avec le Lagrangien donne´ par l’ e´quation
(3.2) (ou (3.3)), les couplages effectifs induits dans le secteur des pions par l’ e´change d’
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un ρ sont e´quivalents aux couplages produits par des Lagrangiens du meˆme type que celui
de l’ e´quation (2.1). Cependant, nous avons note´ une diffe´rence cruciale entre les secteurs
baryoniques correspondants:
Quand la transformation du champ du me´son ρ par une rotation chirale “cache´e”, est
suppose´e eˆtre homoge`ne, les solitons topologiques du syste`me πρ sont stables par rapport
aux fluctuations des champs me´soniques, alors que dans les approches “non-minimales”, ou`
le me´son ρ est couple´ au pion comme un boson de jauge de ce meˆme groupe cache´, le soliton
est instable. De plus, dans la premie`re approche il n’ y a pas de doublet de baryons.
Il est donc clair que les ambiguite´s du syste`me πρ existant dans la litte´rature pre´ce´dant
la re´fe´rence [72] sont duˆes au choix particulier de re´alisation de la syme´trie chirale par les
champs vecteurs dans ces travaux.
Il n’ est pas difficile en fait de montrer [70] qu’ il existe une transformation non-line´aire
entre les champs V˜µ et Vµ, par le biais de laquelle on peut trouver une relation entre les
Lagrangiens (2.1) et (3.2):
V˜µ =Vµ +
i
g
Γµ, g =
1√
8gV
LYMπρ (V˜µ) =LV (Vµ) +
1
32g2V
Tr([Vµ, Vν ]
2) +
i√
32gV
Tr
{
(Vµν + i
gV√
2
[uµ, uν ])[V
µ, V ν ]
}
(4.1)
Nous pensons que c’ est justement le dernier terme (proportionnel a` 1gV ) dans le membre
de droite de cette e´quation qui est responsable des instabilite´s dans le secteur baryonique
du Lagrangien LYMπρ .
D’ un autre coˆte´, et dans le secteur des me´sons, ces termes cubiques et quartiques en champs
vecteurs (e´quation (4.1)) contribuent a` des processus mettant en jeu plusieurs me´sons ρ
(trois ou quatre), et du fait de la syme´trie de jauge des relations ad-hoc existent entre ces
processus. La question de savoir si ces couplages, et surtout si ces relations, sont re´alistes
du point de vue expe´rimental reste ouverte.
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Il faut noter ici que les lois (1.2) et (1.3) ont la bonne proprie´te´ de former un groupe, et
il est probable qu’ elles soient les seules a` la posse´der [76]. Par exemple, la transformation
inhomoge`ne Vˆµ → h(π)Vˆµh(π)† + α∂νh(π)Vˆµ∂νh†(π) ne satisfait pas a` l’ associativite´.
Finissons ce chapitre en disant qu’ il sera inte´ressant de clarifier la structure topologique
de la solution classique quand le Lagrangien contient non seulement le champ U mais
aussi des champs axiaux etc.. On sait que la structure topologique de la solution joue un
roˆle non-trivial dans la stabilite´ des solitons pour les the´ories en 1 + 1 dimensions [8],[9].
Mais la situation se complique beaucoup dans les the´ories a` 3 + 1 dimensions [77] et plus
particulie`rement pour les mode`les ou` le champ chiral se couple a` des me´sons. On peut se
poser la question de savoir si les proprie´te´s topologiques non-triviales des champs de jauge
[78] sont vraiment a` l’ origine de l’ instabilite´ des solitons des Lagrangiens tels que (2.1).
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Appendice A.
Dans cet appendice nous allons e´tudier une description des me´sons vecteurs en termes
de champs vecteurs Vµ, se transformant comme Vµ → h(π)Vµh†(π) par une rotation chirale
non-line´aire. Notre but est d’ abord de montrer que le Lagrangien invariant chiral, qui
satisfait aux conditions suivantes:
a) eˆtre d’ ordre le plus bas en champs vecteurs
b) conduire a` un Hamiltonien borne´ infe´rieurement
est donne´ par le Lagrangien de l’ e´quation (3.2). L’ e´quivalence formelle de la formulation
en termes de vecteurs a` celle en termes de tenseurs antisyme´triques sera ensuite montre´e.
Conside´rons d’ abord un Lagrangien qui satisfait seulement a` la condition a):
L′V =−
1
4
Tr(VµνV
µν) +
M2ρ
2
Tr(VµV
µ)
+
f2π
4
Tr(uµu
µ)− i gV
2
√
2
Tr(Vµν [u
µ, uν ])
(A.1)
avec Vµν = ∇µVν −∇νVµ. Ce Lagrangien a e´te´ e´tudie´ par les auteurs de la re´f. [70] dans
un autre contexte. Il n’ est pas difficile de s’ apercevoir que la limite locale (me´son ρ tre`s
lourd) de ce Lagrangien, contient le terme a` deux de´rive´es, un terme a` six de´rive´es etc...:l’
ordre quatre est absent de L′V . En fait, il a e´te´ montre´ dans [70] qu’ il est ne´cessaire d’
ajouter a` L′V un terme local (en fait, le terme de Skyrme en SU(2)) pour que l’ amplitude
de diffusion ππ satisfasse a` l’ unitarite´. Nous verrons qu’ en demandant au Hamiltonien de
satisfaire a` la condition b), on peut arriver a` la meˆme conclusion que les auteurs de [70], a`
savoir qu’ il faut ajouter un terme local d’ ordre quatre a` L′V .
Nous allons conside´rer le Hamiltonien associe´ au Lagrangien (A.1). Pour ceci faire, il faut
d’ abord calculer les moments conjugue´s π¯µ (la barre est pour e´viter la confusion avec les
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π0i de la section 3) et ~φ de Vµ et ~F respectivement. Ceux du champ vecteur sont donne´s
par:
π¯µ =− (2V0µ + i
√
2gV [u0, uµ]) (A.2)
En vertu de la relation qui en re´sulte pour les composantes spatiales π¯i, le moment du
champ chiral se met sous la forme:
~φ = A ∂0 ~F + B†i ~¯πi
A = A† =f2π G −
1
2
(
4gV√
2
N †i )(
4gV√
2
Ni)
Bi =1
2
[4gV√
2
Ni − 2Mi
]
(A.3)
avec les matrices G,Ni de´finies par les e´quations (3.8,3.11). Pour avoir l’ expression deMi
il suffit de remplacer W0i par Vi dans l’ expression de la matriceM0i de´finie par les meˆmes
e´quations.
La contrainte primaire se lit sur l’ e´quation (A.2): π¯0 = 0. Ce qui veut dire que V0 n’
est pas un degre´ de liberte´ de la the´orie. Pour l’ e´liminer, il faut i) inverser les e´quations
(A.2) et (A.3) pour obtenir le Hamiltonien primaire et ii) imposer la conservation dans le
temps de la contrainte primaire en annulant son crochet de Poisson avec cet Hamiltonien.
Ces ope´rations conduisent a` la relation secondaire,
V0 =
1
2M2ρ
∇iπ¯i (A.4)
En utilisant cette relation, on arrive au Hamiltonien exprime´ en termes de vrais degre´s de
liberte´ ~F , ~φ, ~Vi, ~¯πi :
HS =
∫
d3x
{
~¯π
2
i
4
+
1
2
[
~φ− ~¯πiBi
] A−1 [~φ− B†i ~¯πi]+ f
2
π
2
∂i ~F G ∂i ~F + (∇iπ¯i)
2
k
4M2ρ
+M2ρ
~V 2i +
~V 2ij
2
+
igV√
2
(Vij)k[ui, uj]k
} (A.5)
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Observons maintenant la partie de´pendante de ~φ de cet Hamiltonien. La contribution de
ces termes n’ est pas manifestement positive, car il n’ est pas exclu que la matrice A ait des
valeurs propres ne´gatives quand la constante de couplage gV est non-nulle. Pour se rendre
compte du proble`me, plac¸ons-nous dans la configuration du he´risson pour le champ du pion
~F = F (r)rˆ. Il est alors imme´diat d’ inverser cette matrice:
A−1ab =
1
f2π
[
1
(1− 4g2V
f2pi
2 sin2 F
r2
)
rˆarˆb +
F 2
sin2 F
1
(1− 4g2V
f2pi
[ sin
2 F
r2
+ F˙ 2])
(δab − rˆarˆb)
]
(A.6)
Calculons maintenant la contribution a` HQ duˆe aux termes de´pendant du moment du pion.
Pour une configuration sphe´rique du champ vecteur:
π¯i =
fπ
r
[
π¯1(τi − (~τ.rˆ)rˆi) + π¯2(~τ .rˆ)rˆi − π¯3(~τ × rˆ)i
]
(A.7)
nous arrivons, en vertu des e´quations (A.5), (A.6) et (A.7), a` la forme suivante :
HQ = 1
2
(φ+ 2
√
2gV π¯3 sinF )
2
1− 8g2V sin2 F/f2πr2
+ ... (A.8)
Cet Hamiltonien a un poˆle, et n’ est pas borne´ infe´rieurement si gV et F sont non-nuls.
Ceci n’ est e´videmment pas acceptable. Il est important de pre´ciser ici, que meˆme si nous
avons fait usage d’ un ansatz particulier pour comple´ter la de´monstration, la conclusion
sur la validite´ de la the´orie (A.1) est ge´ne´rale. Notamment, nous n’ avons pas ve´rifie´ si
cette configuration satisfait aux e´quations du mouvement pour des valeurs de la fonction
F diffe´rentes de ze´ro. Meˆme si ce n’ est pas le cas au niveau classique, ces configurations
non-perturbatives de´stabilisent la the´orie quantique.
Nous avions anticipe´ sur l’ origine de cette pathologie en observant que la matrice A est
susceptible d’ acque´rir une contribution ne´gative du couplage pion-ρ. La fac¸on la plus
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simple de “re´gulariser” cette matrice, et par conse´quent le Hamiltonien, est d’ ajouter un
terme local a` L′V compensant cette contribution :
LV = L′V +
g2V
8
Tr([uµ, uν ][uµ, uν ]) (A.9)
Ce terme n’ est rien d’ autre que le terme de Skyrme; le nouveau Hamiltonien est maintenant
manifestement positif:
H =
∫
d3x
{
~¯π
2
i
4
+
1
2f2π
[
~φ− ~¯πiBi
] G−1 [~φ− B†i ~¯πi]+ f
2
π
2
∂i ~F G ∂i ~F + (∇iπ¯i)
2
k
4M2ρ
+M2ρ
~V 2i +
1
2
[
(~Vij)k +
igV√
2
[ui, uj]k
]2} (A.10)
Nous concluons donc que le Lagrangien satisfaisant aux conditions a) et b) e´nonce´es au
de´but de cet appendice est donne´ par l’ expression (3.2). Remarquons que le seul fait d’
imposer au Hamiltonien d’ eˆtre positif, de´termine la valeur minimale de la constante de
Skyrme: e = (2gV )
−1.
Il n’ est pas difficile de montrer maintenant que le Hamiltonien (A.10) est exactement e´gal
au Hamiltonien en termes de tenseurs antisyme´triques (3.17):
H
[
~F , ~φ, Vi, π¯i
]
= HS
[
~F , ~φ,W0i, π0i
]
.
Il existe une transformation canonique entre les deux ensembles de champs
{
~F , ~φ, Vi, π¯i
}
et{
~F , ~φ,W0i, π0i
}
en effectuant le remplacement gV → Gρ/Mρ:
Vi → − π0i
2Mρ
π¯i → 2MρW0i
(A.11)
Nous avons montre´ l’ e´quivalence de la formulation en termes de vecteurs (3.2) et de celle en
termes de tenseurs antisyme´triques (3.3). Il est donc e´vident que les conclusions faites sur
la stabilite´ des solutions classiques du Lagrangien (3.3) s’ appliquent sans aucune ambiguite´
et telles quelles au cas des solitons topologiques du Lagrangien (3.2).
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Conclusions Ge´ne´rales
Dans cette revue nous nous sommes concentre´ a` la description des nucle´ons en tant
que solitons topologiques d’ une the´orie effective de me´sons. Le but de cette e´tude est
de construire une the´orie unifie´e des me´sons et des baryons, comme il a e´te´ sugge´re´ en
[21]. Cette the´orie est sense´e mode´liser la Chromodynamique Quantique (QCD) dans son
re´gime non-perturbatif, aux e´chelles des distances des baryons (1 fm). Dans notre approche,
base´e en partie sur une vieille ide´e de Skyrme [2], les me´sons sont conside´re´s comme des
champs e´le´mentaires et les baryons comme leurs excitations de type soliton topologique.
Les interactions (fortes) entre les me´sons sont de´crites par un Lagrangien effectif qui doit
respecter les proprie´te´s de la the´orie sous jacente, la QCD. Ce Lagrangien doit ainsi respecter
la syme´trie chirale, la brisure de l’ invariance d’ e´chelle de la QCD etc. Mais ces proprie´te´s
ge´ne´rales ne sont pas assez contraignantes pour de´terminer la forme spe´cifique du Lagrangien
effectif. Ce degre´ d’ arbitraire dans la de´termination du Lagrangien effectif peut eˆtre re´duit
si l’ on tient compte de la phe´nome´nologie bien connue du secteur des me´sons. C’ est ce
qui a e´te´ propose´ dans la re´f. [24]. Notre travail a consiste´ d’ abord a` e´tudier une extension
du mode`le de la re´f. [24] dans le but d’ y inclure des degre´s de liberte´ scalaires. Ceci nous
a conduit dans le chapitre I a` introduire les champs vecteurs comme des champs de jauge
non-abe´liens dans le mode`le σ line´aire [30]. Cette formulation nous ame`ne naturellement a`
un Lagrangien effectif contenant les me´sons les plus le´gers (π, ρ, ω, A1, ǫ). Les parame`tres du
mode`le sont de´termine´s en ajustant les observables du secteur me´sonique. Nous construisons
alors les solutions de type soliton dans le secteur a` charge baryonique unite´, et nous e´tudions
les proprie´te´s statiques des baryons. Un autre test important et se´ve`re pour le mode`le
conside´re´ est fourni par les proprie´te´s de l’ interaction entre les baryons. Nous avons e´tudie´
les interactions statiques entre ces solitons. En projetant ces interactions sur les diffe´rents
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canaux de spin et isospin [30] nous avons obtenu les composantes centrale, spin-spin et
tenseur de l’ interaction nucle´on-nucle´on.
Les re´sultats montrent que meˆme dans le cas ou` l’ approximation du produit est adopte´e
pour le syste`me a` deux solitons, des attractives ayant la bonne porte´e apparaissent dans le
canal central de l’ interaction NN . Ceci est a` opposer a` tous les calculs pre´ce´dents e´ffectue´s
a` partir du mode`le de Skyrme, qui n’ aboutissent qu’ a` des forces re´pulsives, ou attractives
mais a` longue porte´e. Nous pensons a` cet e´gard que la pre´sence simultane´e des degre´s
de liberte´ me´soniques du pion, et des re´sonances de basse e´nergie est d’ une importance
cruciale.
Ensuite nous avons effectue´ une analyse semi-classique du mode`le de Skyrme, en
e´valuant la premie`re correction quantique a` la masse du soliton [47]. Dans le chapitre II,
nous avons montre´ que cette correction est tre`s grande (elle est du meˆme ordre de grandeur
que la masse classique) dans le cas du mode`le de Skyrme original. Nos re´sultats sugge`rent
que ce mode`le ne peut pas eˆtre conside´re´ comme une the´orie effective re´aliste. Nous avons
ensuite montre´ que la situation est nettement ame´liore´e si l’ on envisage d’ inclure dans le
Lagrangien effectif des termes d’ ordre supe´rieur, par exemple un terme d’ ordre six dans
les de´rive´es du champ du pion. Ces re´sultats fournissent des motivations the´oriques tre`s
fortes pour ge´ne´raliser le mode`le de Skyrme afin de mode´liser QCD a` grand Nc.
Un autre proble`me qui requiert attention est celui de la stabilite´ des solitons, car
les nucle´ons sont stables par l’ interaction forte. Dans le chapitre III nous avons e´tudie´ le
roˆle joue´ par les me´sons vecteurs dans la stabilite´ des solitons topologiques, dans le cadre
du syste`me πρ. Aujourd’ hui on sait que l’ introduction du me´son ρ comme un champ de
Yang-Mills massif se couplant au pion, de´stabilise le soliton, et que la syme´trie de jauge est
a` l’ origine de l’ existence d’ un doublet quasi-de´ge´ne´re´ dans le spectre baryonique. Ces
ambiguite´s n’ existent pas dans le cas du me´son ω. Nous avons montre´ qu’ elles peuvent
disparaˆıtre aussi dans le cas du me´son ρ, si ce dernier est suppose´ se transformer d’ une
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fac¸on homoge`ne par une rotation du groupe chiral non-line´aire [72]. Ainsi les me´sons ρ et ω
jouent un roˆle similaire dans le me´canisme de stabilisation du soliton. Ceci est satisfaisant
parce qu’ a` la limite ou` ces me´sons deviennent tre`s lourds (limite locale) la contribution du
me´son ρ tend vers le terme de Skyrme (ordre quatre) et celle du ω tend vers un terme d’
ordre six. Ces deux termes a` leur tour stabilisent le soliton se´pare´ment.
Un certain nombre de questions en rapport avec les e´tudes pre´sente´es ici restent
ouvertes:
D’ abord, l’ extraction du potentiel nucle´on-nucle´on dans le mode`le que nous avons propose´
pour la description unifie´e des me´sons et des baryons, peut eˆtre faite par des me´thodes
nume´riques de minimisation exacte dans le secteur a` deux solitons. Le re´sultat d’ un tel
calcul pourrait nous donner une indication quasi-de´finitive sur la validite´ de ce mode`le pour
la description d’ un grand e´ventail de phe´nome`nes de la physique des hadrons.
Les observables des baryons dans les the´ories effectives pre´ce´dentes s’ expriment comme
un de´veloppement en puissances de h¯/Nc. Il est important de savoir si ce de´veloppement
est perturbatif et convergent. L’ e´tude expose´e dans le chapitre II apporte les premiers
e´le´ments de re´ponse a` cette question. Il est donc naturel maintenant non seulement de
calculer les premie`res corrections quantiques a` d’ autres observables telle la constante de
couplage axiale du nucle´on, mais aussi et surtout d’ e´valuer ces corrections pour les mode`les
plus re´alistes ou` le champ chiral se couple a` des champs vecteurs, scalaires etc... .
Notre e´tude sur la stabilite´ des solitons montre le vrai roˆle que le me´son ρ joue dans les
interactions fortes en stabilisant le nucle´on-soliton topologique. Cette e´tude ouvre un de´bat
sur les diffe´rentes fac¸ons de re´aliser la syme´trie chirale par les me´sons ρ et A1. Dans cette
optique, nous avons re´cemment propose´ un lagrangien minimal πρA1 [79] ge´ne´ralisant ainsi
notre the´orie du chapitre III au cas ou` le me´son vecteur-axial est aussi pre´sent.
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